L. Tlarassov 


PHYSIQUE DES 
PROCESSUS DANS 
LES GÉNÉRATEURS 
DE RAYONNEMENT 

OPTIQUE COHÉRENT 


OQ0E 
OLOLE 


Éditions Mir Moscou 


JI. B. TAPACOB 


OH3HKA IIPOLIECCOB 
B TEHEPATOPAX 
KOTEPEHTHOrO 
OIITHUECKOTO 

H3J1Y JEHHA 
JHIA3EPEI, 


PE30HATOPEI, 
HHHAMHKA NPOLECCOB 


MOCKBA 
PAUHO H CBA3b» 1981 


L. TARASSOV 


PHYSIQUE 
DES PROCESSUS 
DANS 
LES GÉNÉRATEURS 


DE RAYONNEMENT 
OPTIQUE COHÉRENT 


ÉDITIONS MIR + MOSCOU 


Traduit du russe 
par V. KOLIMÉEV 


Ha fpanuyyscrou sure 


© Manatenectso «Panuo n cBA3b», 1981 
© Traduction française Editions Mir 1985 


PRÉFACE 


Les générateurs de rayonnement optique cohérent se répartissent 
en deux groupes d'appareils. Le groupe principal est constitué par 
les lasers. Le second groupe comprend les générateurs d’harmoniques 
optiques, les oscillateurs paramétriques optiques et certains autres 
appareils. Le présent ouvrage est consacré à la physique des lasers (1), 

Un ouvrage qui expose au point de vue physique l’état actuel de 
la technique du laser semble paraître juste à temps étant donné que 
les lasers trouvent des applications de plus en plus nombreuses aussi 
bien dans les recherches scientifiques que dans les branches les plus 
variées de l’économie nationale. Le nombre d'ingénieurs et de cher- 
cheurs occupés dans les techniques du laser croît sans cesse. 

En rédigeant ce livre, l’auteur s’est proposé une double tâche: 
premièrement, de systématiser et d'élargir les idées du lecteur sur la 
physique des processus intervenant dans les lasers et de le familiari- 
ser avec les progrès et les directions les plus récents; deuxièmement, 
de fournir au lecteur les informations qui lui permettent de se servir 
librement des ouvrages spécialisés. Cel ouvrage est appelé à refléter 
le niveau actuel de la technique du laser et en même temps à étudier 
les méthodes appliquées dans la théorie des lasers, à discuter les dif- 
férentes approches et approximations. Par là même c’est un livre 
qui non seulement présente un certain intérét pour les chercheurs et 
les ingénieurs mais peut également servir de base scientifique et mé- 
thodique pour l'élaboration de manuels spécialisés. 

On étudie trois groupes de questions: la réalisation des milieux 
actifs à l’inversion de populations, la formation du champ de rayon- 
nement dans la cavité résonnante, la dynamique des processus. 

En examinant au premier chapitre les procédés de réalisation de 
l’inversion de populations dans les milieux actifs, on expose les 
principes et les particularités de fonctionnement des différents types 
de lasers: à solides, à colorants organiques, à photodissociation. à 
décharge électrique dans les gaz, gazodynamiques, à ionisation élec- 
trique, chimique, à plasma. 

Le deuxième chapitre est consacré à l’analyse du rôle de la cavité 
résonnante dans la formation du champ de rayonnement laser et à 
l'étude de la théorie des résonateurs ouverts. On utilise pour cette 


(*) Les générateurs d'harmoniques optiques et les oscillateurs paramétri. 
ques optiques sont étudiés dans un livre distinct. 
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analyse l’approximation de l'optique géométrique, la méthode ité- 
rative de Fox et Li, le modèle des faisceaux gaussiens, la loi 
d'ABCD. On étudie l'influence de l'ouverture des miroirs, de la 
présence d'une lentille ou d’un diaphragme à l'intérieur de la cavité, 
de l’ajustage imparfait des éléments de résonateurs, en examinant 
les résonateurs de géométrie différente, tant stables qu instables. 
Dans le cas de résonateurs actifs, sont discutés les effets de lentille 
thermique, d'entraînement de fréquence et de « formation de trous ». 
Une certaine place est accordée à la sélection des modes longitudinaux 
ainsi qu'à la physique des résonateurs à guide d'ondes et des lasers 
à guide d'ondes en couche mince à rétroaction distribuée. 

Le troisième chapitre commence par un aperçu des différents ré- 
gimes de fonctionnement du laser, y compris les régimes de modula- 
tion active et passive de qualité de la cavité, de synchronisation des 
modes longitudinaux et transverses et de modulation de charge. 
Les équations du bilan (équations de Statz et De Mars et leurs modi- 
fications) sont introduites et utilisées largement. En partant de ces 
équations, on traite des différentes questions relatives à la dynami- 
que des lasers monomodes : les phénomènes transitoires provoquant 
l'apparition de pulsations amorties de la puissance émise, l’appari- 
tion d’oscillations non amorties de la puissance en cas d’une faible 
modulation de pertes, la production d’impulsions géantes dans le 
cas du déclenchement instantané de la qualité. On fait la comparaison 
de la modulation électro-optique et acousto-optique de qualité. 
Les processus dans les lasers à filtres saturables sont soumis à une 
analyse détaillée. La synchronisation des modes longitudinaux est 
traitée tant à partir d'une description spectrale qu'à partir d'une 
description temporelle. Pour l'étude de l’autosynchronisation de 
modes dans un laser à filtre saturable on utilise la description tem- 
porelle basée sur le concept de fluctuations, qui est également 
appliquée à l’étude de la synchronisation acousto-optique des modes 
dans un laser à raie amplificatrice homogène. Les méthodes d'étude 
des impulsions lumineuses ultracourtes sont exposées séparément. 

Dans les Annexes, sont étudiés les polynômes d’Hermite, la 
matrice de Jones, les points singuliers d’un système dynamique à 
deux dimensions et certaines autres questions. 

Le présent ouvrage fait suite au livre Bases physiques de l'électro- 
nique quantique, publié en traduction française par les Editions Mir 
en 1979, dans lequel l'auteur a donné le tableau physique général 
de l'interaction entre le rayonnement optique et la matière. 

L'auteur tient à remercier particulièrement V. G. Dmitriev, 
V. R. Kouchnir, V. K. Novokretchenov, E. A. Chalaev, V. N. Mo- 
rosov, V. À. Diakov, V. V. Nikitin, J. N. Ptchelnikov, A. M. Ame- 
liants, A. A. Soloviev, V. F. Troukhin, qui ont bien voulu relire 
le manuscrit et susciter des améliorations, et manifeste sa gratitude 
à A. N. Tarassova pour son aide dans la préparation du manuscrit. 


CHAPITRE PREMIER 


PROCÉDÉS DE RÉALISATION 
DE L’INVERSION DE POPULATIONS 
DU MILIEU ACTIF 


$ 1.1. GÉNÉRALITÉS 


Inversion de populations du milieu actif comme condition né- 
cessaire d’oscillation laser. — Le rayonnement laser est obtenu au 
cours des transitions entre des niveaux énergétiques bien déterminés 
des centres actifs que l’on appelle niveaux des transitions laser ou 
niveaux de travail. Nous désignerons par n, (niveau inférieur) et n, 
(niveau supérieur) les populations des niveaux des transitions laser 
rapportés à l’unité de volume du milieu actif. La différence 


N = ne — (82/8) rm (1.1.1) 


est appelée densité d'inversion de populations des niveaux des transi- 
tions laser. Dans cette relation, g, et g, sont les multiplicités de dégé- 
nérescence des niveaux correspondants; pour simplifier, nous sup- 
poserons en règle générale que g, = g2. 
Si la condition 
N>O0, (1.1.2) 


est réalisée, on dit qu’il y a inversion de populations du milieu actif. 
La valeur de W étant dans le cas général une fonction du temps et 
des coordonnées spatiales, la notion d'inversion de populations ne 
peut se rapporter qu'à des intervalles de temps déterminés et à des 
régions déterminées du milieu actif. 

Dans un milieu en équilibre thermodynamique, la valeur de W 
est négative: la population du niveau supérieur est moins élevée 
que celle du niveau inférieur. Pour obtenir l’inversion de popula- 
tions il est nécessaire de faire passer le milieu dans un état hors 
d'équilibre. 

La réalisation de l’inversion de populations du milieu actif est 
une condition nécessaire d’oscillation du laser. Rappelons que le 
coefficient d'amplification x d'un milieu spatialement homogène se 
décrit par l’expression (!) 


x=0\ |, (1.1.3) 


() Voir, par exemple, les relations (5.6.9) et (5.6.10) dans [1]. 


cé 
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où © est la section efficace des transitions laser stimulées entre les 
niveaux. L'expression (1.1.3) montre que le fait lui-même que le 
rayonnement est amplifié à la traversée du milieu actif suppose la 
réalisation de la condition (1.1.2), c’est-à-dire exige que la valeur 
de N soit positive. Au point de vue physique la nécessité de réaliser 
l’inversion de population est évidente, car c'est seulement pour 

N >0 (c'est-à-dire pour #7, > nm) 

que les processus d'émission sti- 


* mulée sur la transition laser seront 

nr dotsr prédominants vis-à-vis des proces- 

X| 3 sus d'absorption du rayonnement qui 
ne se produisent en même temps. 

dE Pour la réalisation et le main- 


6 tien de l’inversion de populations 

Fig. 1.1 on utilise un procédé d'excitation 

approprié (ou, comme on le dit, 

un procédé de pompage) du milieu 

actif. Les modes de pompage des lasers sont assez variés, ils seront 
examinés au cours des paragraphes qui suivent. 

Rendement quantique et rendement énergétique d’un laser. — Le 
choix d’un schéma des niveaux d'énergie du centre actif et d’une 
méthode de pompage conditionnent en grande partie la valeur du 
rendement du laser. 

Supposons que le centre actif se décrive par un schéma à quatre 
niveaux (modèle à quatre niveaux du laser; fig. 1.1). On distingue 
sur cette figure : 0, le niveau fondamental; Z et 2, les niveaux infé- 
rieur et supérieur des transitions laser; 3. le niveau peuplé sous 
l’action du pompage (niveau d’excitation). Admettons que toute la 
puissance de pompage est absorbée par les centres actifs si bien que 
les transitions barrées sur la figure ne se produisent pas. Dans ce 
cas idéal le rendement du laser est maximal; il est égal au rapport 
de l'énergie fiw du photon émis à l'énergie Ex. dépensée à l’exci- 
tation d’un seul centre actif: 


n’ = hw/E.... (1.1.4) 


La quantité n° est appelée rendement quantique d'un laser. 

En réalité, toute la puissance de pompage n’est pas absorbée 
par les centres actifs. Une fraction de cette puissance est dissipée 
et une autre fraction est absorbée par des particules non actives. 
L'expression donnant le rendement d'un laser doit donc comporter 
un facteur qui caractérise la partie de la puissance de pompage ab- 
sorbée par les centres actifs; nous désignerons cette partie par . 
En outre, tous les centres actifs excités n’arrivent pas à atteindre le 
niveau supérieur 2; certains de ces centres passent du niveau 3 direc- 
tement au niveau / ou au niveau 0 (v. fig. 1.1 les transitions mar- 
quées par une seule croix). L'expression du rendement d’un laser 


Pompage 
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doit par conséquent contenir encore un facteur qui caractérise la 
fraction de la puissance de pompage absorbée par les centres actifs 
qui est dépensée pour une excitation « utile », c’est-à-dire pour l’ex- 
citation de ceux des centres actifs qui passent finalement au niveau 2. 
Désignons cette fraction par v. Enfin, tous les centres actifs attei- 
gnant le niveau 2 ne passent pas par la transition laser ; certains d'entre 
eux passeront du niveau ? directement au niveau 0 (transition mar- 
quée par deux croix sur la fig. 1.1). [1 en résulte que l’expression tra- 
duisant le rendement d’un laser doit faire intervenir encore un fac- 
teur qui est le rapport du nombre 
de centres actifs ayant passé par la 
transition laser au nombre total de 
centres actifs excités au niveau 2. 
Désignons ce rapport par f. Ainsi. 
l'expression du rendement d’un laser 
devient 


n = YVfh&@/Eexe. (1.1.5) 


Le facteur y figurant dans (1.1.5) 
croît avec l’augmentation de Ja 
fraction de la puissance de pom- 
page absorbée par les centres actifs. 
En utilisant des milieux actifs dans lesquels les transitions « para- 
sites » du type de celles qui sont marquées par une ou deux croix sur 
la figure 1.1 sont peu probables, on peut augmenter les facteurs v 
et f figurant dans (1.1.5). Remarquons que dans l’exemple illustré 
par la figure 1.1 le pompage se caractérise par une haute sélectivité : 
il n’assure que le peuplement du niveau 3. L'utilisation d’un pom- 
page moins sélectif peut provoquer le peuplement non seulement du 
niveau 3 mais du niveau / par exemple, ce qui entraînera une dimi- 
nution du facteur v dans (1.1.5). 

Condition d’inversion de populations pour un modèle à quatre 
niveaux (pompage stationnaire). — La fig. 1.2 représente le schéma 
à quatre niveaux et montre celles des transitions qui sont prises 
en compte. Les probabilités des transitions, rapportées à l’unité de 
temps, sont désignées par des lettres placées près des flèches cor- 
respondantes sur la figure. Puisque le laser n'oscille pas, on ne tient 
compte dans le canal laser 2-1 que de l’émission spontanée (4, est 
le coefficient d'Einstein d'émission spontanée). L'équation du bilan 
pour les populations stationnaires (pompage stationnaire) revêt la 
forme suivante: 


pour le niveau 3 Fan, — (R3 + R;)n3 = 0; (1.1.6a) 
pour le niveau 2 Rons + Fons — (Re + An) no = 0; (1.1.6b) 
pour le niveau 1 Fins + Ain — Rin, = (. (1.1.6c) 
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Expliquons comment on obtient ces équations, par exemple (1.1.6a). La 
vitesse de croissance de la population du niveau 3 est égale au nombre de tran- 
sitions 0 + 3 par unité de temps dans l’unité de volume, c’est-à-dire à Fan. 
La vitesse de décroissance de cette population est égale à la somme des nombres 
des transitions 3 —+ 2 et 3 + 0, c’est-à-dire à (Ra + RS) ns. Dans le cas sta- 
tionnaire, les vitesses de croissance et de décroissance de la population du niveau 
doivent se compenser exactement, d'où résulte l'équation (1.1.6a). 


En introduisant les notations ny/n, = x, n,fn, = y, nan, = 2, 
récrivons les équations du bilan sous forme du système d’équations 
suivant : 

Fox + Rs = (R2+ A) y; (1.1.7) 


Dans le cas considéré la condition d’inversion de populations (1.1.2) 


prend la forme 
y > 1. (1.1.8) 


En exprimant y à partir de (1.1.7) et en l’introduisant dans (1.1.8): 
on peut obtenir l'inégalité suivante: 


Ant ( 

Re > [lu FR RRTRSERS J' Si 

Le rapport R4/(R: + R:) exprime la probabilité relative pour 

le centre actif se trouvant au niveau 3 de passer au niveau 2. Par 

conséquent, FsR3/{(R3 + R:) est la probabilité de peuplement du 

niveau ? par l'intermédiaire du niveau 3. Mais, les centres actifs 

pouvant passer au niveau 2 également par la transition 0 —+ 2, la 
somme 


F=F, +{F3Ra(Rs + R)] (1.1.10) 


donne la probabilité totale de peuplement du niveau supérieur de la 
transition laser. Remarquons également que la somme 


R — An + R, (1.1.11) 


exprime évidemment la probabilité totale de dépeuplement (de rela- 
xation) du niveau supérieur. Compte tenu des relations (1.1.10) 
et (1.1.11), récrivons la condition d’inversion de populations (1.1.9) 
sous la forme 


(Ri—A)R> EF |. (1.1.12) 


Principes généraux de réalisation de l’inversion de populations. — 
Pour obtenir l’inversion de populations il est essentiel que le peuple- 
ment ou le dépeuplement des niveaux correspondants du centre actif 
soit sélectif. Reportons-nous à ce propos à la condition (1.1.12). 
Il en résulte avant tout que l’inversion de populations stationnaire 
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suppose la réalisation de l’inégalité 
R > Aa. (1.1.13) 


Autrement dit, la probabilité totale de dépeuplement du niveau infé- 
rieur de la transition laser doit être plus forte que la probabilité 
de son peuplement par suite des transitions spontanées depuis Île 
niveau supérieur. 

La condition (1.1.12) montre également que pour établir l’in- 
version de populations il est souhaitable d'assurer les inégalités 


F>F, (1.1.14) 
R > R. (1.1.15) 


Ces inégalités reflètent précisément le facteur de sélectivité, déjà 
mentionné, nécessaire à la réalisation de l’inversion de populations. 
L’inégalité (1.1.14) signifie que la probabilité totale de peuplement 
du niveau supérieur de la transition laser doit être nettement plus 
grande que la probabilité totale de peuplement du niveau inférieur. 
L’inégalité (1.1.15) signifie que la probabilité totale de relaxation 
du niveau inférieur doit excéder sensiblement la probabilité totale 
de relaxation du niveau supérieur de la transition laser. 

En pratique. pour obtenir l’inversion de populations, il suffit 
d'assurer la réalisation de l’une au moins de deux inégalités indiquées. 
A ce propos il importe de noter que l’inversion de populations peut 
être réalisée non seulement grâce à un peuplement plus élevé du 
niveau supérieur (par rapport au niveau inférieur), mais également 
par un dépeuplement plus élevé du niveau inférieur. Ainsi, en ana- 
lysant les méthodes de pompage, faut-il prendre en considération le 
rapport qui existe entre les probabilités des mécanismes de peuple- 
ment et de dépeuplement des niveaux des transitions laser. 


Mécanismes de peuplement des niveaux 
(mécanismes d’excitation) 


Absorption de la lumière (pompage optique). En utilisant un rayon- 
nement de pompage à spectre de fréquences spécialement choisi, on 
peut assurer une haute sélectivité de l'excitation optique grâce au 
peuplement préférentiel du niveau supérieur de la transition laser : 
F > F1. 

Collisions inélastiques avec les électrons libres. Au cours de telles 
collisions une partie de l'énergie cinétique de l’électron est trans- 
mise au centre actif (excitation électronique). Les électrons libres 
excitateurs peuvent être produits soit dans une décharge électrique 
autonome (autc-entretenue) dans le gaz, soit par l'utilisation d’une 
radiation ionisante dans un champ électrique externe qui assure l’ac- 
célération des électrons (décharge non autonome). Dans ce dernier 
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cas le pompage est dit électrique par ionisation. Lors du pompage 
électronique l'égalité (1.1.14) n’est pas généralement satisfaite (1), 
bien souvent on a l'inégalité F< F.. 

Collisions inélastiques avec des atomes et des molécules auxiliaires 
avec le transfert résonnant de l’énergie d’excitation de l'atome (de 
la molécule) au centre actif. Le mécanisme du transfert résonnant 
d'énergie prédétermine une haute sélectivité de ce mode de pompage 
grâce au peuplement préférentiel du niveau supérieur (F > F;). 

Pompage chimique. C'est l'excitation des niveaux par des réac- 
tions chimiques exothermiques spécialement choisies. Le pompage 
chimique peut présenter une haute sélectivité (F 5 F.,). 

Pompage par recombinaison. C’est l'excitation des niveaux par 
suite de la recombinaison des électrons et des ions dans un plasma 
spécialement préparé. Dans cette méthode de pompage l'inégalité 
(1.1.14) peut ne pas se réaliser. 

Pompage thermique. C'est l'excitation des niveaux par échauffe- 
ment du milieu actif. Dans ce cas F<< F.. 


Mécanismes de dépeuplement des niveaux 
(mécanismes de relaxation) 


Dépeuplement par rayonnement grâce à l’émission spontanée. 
La sélectivité de ce mécanisme est déterminée par les règles de sé- 
lection (la transition peut être optiquement permise ou interdite 
suivant les caractéristiques des niveaux considérés) et par la distance 
entre le niveau relaxant et le niveau situé plus bas auquel passent 
les centres actifs au cours de la relaxation (autrement dit. par la va- 
leur de l’énergie Âw du photon d'émission spontanée). Plus élevée 
est l’énergie Aw, plus forte est la probabilité de dépeuplement par 
rayonnement (à condition, bien entendu, que la transition en ques- 
tion soit optiquement permise). Rappelons que dans le cas des transi- 
tions dipolaires (c'est-à-dire optiquement permises), le coefficient 
d’Einstein d'émission le A se décrit par l'expression (?) 


A = | (d) Fe, (1.1.16) 


où (d) est l’élément matriciel du moment dipolaire électrique du systè- 
me de rayonnement correspondant à la transition considérée. 

Le mécanisme du dépeuplement par rayonnement peut se caracté- 
riser par un haut degré de sélectivité. Si la transition 2 — 0 est opti- 
quement interdite, alors que la transition Z —+ 0 est optiquement per- 
mise (5) et se caractérise en outre par une fréquence suffisamment 
élevée, on a R, 5 R. 


() A l'exception des transitions dites auto-limitées (v. plus loin). 

(2) Voir pee exemple la relation (2.5.34) dans [1]. 

ë Pour rpiauen de la numérotation des niveaux d'énergie on peut se 
servir de la fig. 1.1 par exemple. 
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Collisions inélastiques avec des électrons libres. 11 en résulte une 
augmentation de l'énergie cinétique des électrons (désexcitation 
électronique). La sélectivité de ce mécanisme est médiocre. 

Collisions inélastiques avec des atomes et des molécules auxiliaires 
au cours desquelles le centre actif cède de l'énergie à l’atome (à la 
molécule). On distingue deux mécanismes de transfert de l'énergie : 
par résonance et cinétique. Dans le premier cas il se produit l’excita- 
tion des niveaux déterminés de l'atome ou de la molécule; la sélec- 
tivité de ce mécanisme est suffisamment haute (R, 5 R). Dans le 
second cas c’est l'énergie cinétique de l’atome ou de la molécule qui 
s'accroît. Comparé au mécanisme de transfert par résonance, le 
mécanisme cinétique est nettement moins sélectif et en outre moins 
rapide. 

Signalons comme un cas particulier la désexcitation par des 
collisions des centres actifs avec les parois du réservoir contenant le 
milieu actif (désexcitation par collisions contre les parois). 

Désexcitation par une détente adiabatique du milieu actif gazeux. 
Lors d’une telle détente, l'énergie d’excitation des centres actifs se 
transforme en énergie cinétique des particules du gaz en détente ra- 
pide. Ce mécanisme permet de réaliser une haute sélectivité de pom- 
page par un dépeuplement préférentiel du niveau inférieur (A, > 
> R). 

Désexcitation chimique. Elle se fait à l’aide de réactions chimiques 
spécialement choisies et peut assurer un haut degré de sélectivité 
(R, > R). | 

Transfert de l'énergie d'excitation à des mouvements collectifs dans 
le milieu actif. Cette énergie peut être transmise en particulier aux 
phonons (augmentation de l'énergie de vibration des atomes dans le 
réseau cristallin). 

La liste de mécanismes physiques de l'excitation et de la rela- 
xation des niveaux n’est pas exhaustive, elle sera complétée par la 
suite. Remarquons que la plupart des mécanismes indiqués ci-dessus 
sont liés à des transitions non optiques dans la matière (!). 

La subdivision en mécanismes d’excitation et mécanismes de 
relaxation est dans une certaine mesure arbitraire. Il ne faut pas 
oublier qu’en règle générale un seul et même mécanisme conduit au 
dépeuplement des uns et au peuplement des autres niveaux du centre 
actif. 

Classification des lasers selon différents modes de pompage.— 
D'une manière traditionnelle, les lasers se classent en quatre 
groupes principaux suivant le type de milieu actif : à gaz, à liquides, 
à solides, à semi-conducteurs. Une classification plus précise doit 


(*) Les transitions non optiques et en particulier les collisions inélastiques 
avec la participation des électrons, des atomes et des molécules sont étudiées 
par exemple dans [1]; voir aussi [2, 3]. 
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tenir compte non seulement du type de milieu actif mais également 
du mode de pompage utilisé. Une telle classification est donnée à 
la fig. 1.3 (1). Dans le schéma de cette figure sont indiqués les mo- 
des de pompage suivants: optique, par décharge électrique autonome, 
par radiation ionisante dans un champ électrique, thermique, chimique, 
par recombinaison. Toutes ces méthodes de pompage ont déjà été 
citées à l’occasion des mécanismes physiques d’excitation. Pourtant 
il faut avoir en vue que les questions relatives à la réalisation d’une 
inversion de populations doivent être examinées en tenant compte 
non seulement des processus d’excitation mais également des proces- 
sus de relaxation des niveaux d’énergie. 

Remarquons que dans certains types de lasers c’est la sélectivité 
de la relaxation des niveaux des transitions laser qui joue un rôle 
particulièrement important pour l'obtention de l’inversion de popu- 
lations (dans de tels lasers R, > R). C’est ainsi par exemple que 
dans les lasers à gaz ionisé il est essentiel d'assurer un dépeuplement 
relativement rapide des niveaux inférieurs, alors que dans les lasers 
moléculaires et dans les lasers à pompage par radiation ionisante 
dans un champ électrique c’est la relaxation des niveaux inférieurs 
par collisions inélastiques qui présente de l’importance, et dans les 
lasers à gaz dynamiques, c’est la relaxation des niveaux inférieurs 
par détente adiabatique qui est prépondérant. Un rôle particulière- 
ment important des processus de relaxation dans certains types de 
lasers est mis en évidence sur la fig. 1.3. D'ailleurs, la sélectivité 
de dépeuplement des niveaux des transitions laser joue un grand rôle 
aussi dans d’autres types de lasers (par exemple, dans les lasers à 
plasma et dans les lasers chimiques). 

On doit également tenir compte du régime d’oscillation. Les ques- 
tions de dépeuplement des niveaux se posent avec une acuité parti- 
culière pour des lasers fonctionnant en continu (inversion de popu- 
lations stationnaire), alors que pour les lasers travaillant en impul- 
sions ce sont les questions liées à la sélectivité de peuplement des 
niveaux des transitions utiles qui se mettent au premier plan. 

Quelques problèmes posés par le fonctionnement en continu: la- 
sers collisionnels. — Comme il a été dit précédemment, l’une des 
conditions de réalisation de l’inversion de populations stationnaire 
est celle exprimée par l'inégalité (1.1.13). Pour remplir cette con- 
dition il faut assurer une relaxation suffisamment rapide du niveau 
inférieur de la transition laser. L'’inégalité (1.1.13) limite considé- 
rablement le choix des transitions laser susceptibles à être utilisées 
pour la réalisation d'une inversion de populations stationnaire et 
donc du fonctionnement en continu. 

Supposons que la relaxation du niveau inférieur soit due à l’é- 
mission spontanée. Dans ce cas, pour assurer une grande vitesse de 


(*) Dans le présent ouvrage les lasers à semi-conducteurs ne sont pas étu- 
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relaxation, il faut suivant l'expression (1.1.16) utiliser comme ni- 
veau inférieur de la transition laser un niveau situé suffisamment 
haut par rapport au niveau fondamental. La transition laser doit 
donc se produire entre des niveaux bien hauts, ce qui signifie que le 
rendement quantique du laser n” — Âw/E,,. sera très peu élevé. 
Pour un laser à gaz de type courant utilisant des transitions atomi- 
ques et fonctionnant en continu l'énergie £,,. Æ 10 à 20 eV et la 
valeur de n’ n’excède pas en règle générale 0,1. En outre, l’utilisation 
des hauts niveaux conduit à une diminution des facteurs v et f en- 
trant dans l'expression (1.1.5) du rendement énergétique du laser 
parce qu’il y a une certaine pro- 

+ babilité e. au cours du 
À——— pompage, des niveaux bas complé- 
mentaires ainsi qu'une probabilité 

de relaxation des centres actifs à 


: ces niveaux. Îl n’est donc pas sur- 
u prenant que le rendement des la- 
2 sers à gaz oscillant en continu sur 
uw 1 LF transitions atomiques ne soit que 

7 0 0° de l’ordre de 10. 
7'=0. n'=0,6 La disposition typique des ni- 
9 6) veaux des transitions laser pour 
Fig. 1.4 le cas où le niveau inférieur est vi- 


dé par émission spontanée est mon- 
trée sur la fig. 1.4. On distingue sur cette figure : 0, le niveau fonda- 
mental; 7 et 2 les niveaux des transitions laser; on y a représenté 
également des niveaux additionnels qui sont dans ce cas des niveaux 
parasites. Pour le schéma représenté sur la fig. 1.4, a, n° = 0,1. 
Pour améliorer le rendement du laser, il est souhaitable de passer 
du schéma de la fig. 1.4, a au schéma de la fig. 1.4, b (pour ce der- 
nier 1 = 0,6). En d’autres termes, il convient d'utiliser des tran- 
sitions entre des niveaux situés relativement bas. 

[1 en résulte inévitablement une diminution de la vitesse de dé- 
peuplement par rayonnement du niveau inférieur, ce qui impose de 
faire appel à des mécanismes de relaxation complémentaires du ni- 
veau inférieur. Le rôle de tels mécanismes de relaxation complé- 
mentaires peut être rempli par les collisions inélastiques des centres 
actifs avec des atomes et des molécules que l’on introduit à cet effet 
dans le milieu actif gazeux. De pareils lasers sont souvent dits colli- 
sionnels. 

Comme exemples de lasers collisionnels on peut indiquer les lasers molé- 
culaires et les lasers à pompage par radiation ionisante dans le champ électri- 
que qui oscillent sur les transitions vibrationnelles de la molécule CO:. Les 
cas indiqués dans le schéma de la fig. 1.3 où la relaxation du niveau inférieur 
par collisions inélastiques joue un rôle particulièrement important dans la réa- 


ou de l’inversion de populations se rapportent précisément aux lasers colli- 
SIONNCIS. 
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Avantages du pompage impulsionnel; oscillation sur les transi- 
tions autolimitées. — Lors du pompage par impulsions, où l'in- 
version de populations n’est réalisée qu’au cours de certains inter- 
valles de temps, le dépeuplement rapide du niveau inférieur peut 
perdre de son importance. Supposons qu’à l’application de l’impul- 
sion d’excitation la vitesse de peuplement du niveau supérieur est 
plus élevée que celle du niveau inférieur. Dans ce cas, le laser peut 
osciller grâce à l’inversion de populations qui se crée au début de 
l'impulsion d’excitation. Une telle situation est représentée sur la 
fig. 1.5 dont les courbes Z et 2 décrivent la variation en fonction du 
temps des populations des niveaux infé- 
rieur et supérieur respectivement, et la 
courbe 3 décrit l'impulsion d'’excitation. 
Comme le montre cette figure, l’inversion 
de populations s'obtient au commence- 
ment de l’impulsion d’excitation, au 
bout d'un intervalle de temps t,. Il est 
clair que la vitesse de relaxation du 
niveau inférieur est alors sans impor- 
tance. 

De ce qui précède nous pouvons con- 
clure que le pompage par impulsions Fig. 1.5 
permet d'assurer l’oscillation laser dans 
un plus grand nombre de milieux et sur un plus grand nombre de 
transitions dans un milieu donné que le pompage stationnaire. En 
particulier, le pompage par impulsions permet l’oscillation laser 
sur des transitions dites autolimitées. 

Les transitions dans lesquelles le niveau supérieur est constitué 
par le premier niveau de résonance du centre actif et le niveau infé- 
rieur est un niveau métastable sont appelées autolimitées. La métasta- 
bilité du niveau inférieur, qui exclut la possibilité de son dépeuple- 
ment par rayonnement, ne permet pas de réaliser l’inversion de popu- 
lations stationnaire sur de telles transitions bien que le premier ni- 
veau de résonance possède en règle générale la plus forte section ef- 
ficace de l'excitation électronique dans la décharge. Cependant les 
transitions autolimitées admettent l’oscillation laser en impulsions; 
elle peut se produire au début de l’impulsion d’excitation lorsque 
ce n’est pas la vitesse de relaxation du niveau inférieur mais le rap- 
port des vitesses de peuplement des niveaux qui est d’une importance 
particulière. La durée de l'oscillation étant dans ce cas limitée 
par les propriétés de la transition elle-même, on a donné à de telles 
transitions le nom de transitions autolimitées. 

Le rapport des vitesses de peuplement des niveaux des transitions 
laser est dans les transitions autolimitées particulièrement favorable 
et ceci précisément par suite de la métastabilité du niveau inférieur. 
Le fait est qu’en règle générale les sections efficaces de l’excitation 


2—01345 
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par électrons sont beaucoup plus petites pour des transitions opti- 
quement interdites que pour des transitions optiquement permises 
[3]; il en résulte que la probabilité de l'excitation électronique 
du premier niveau de résonance (niveau supérieur) est nettement plus 
forte que celle de l'excitation du niveau métastable (niveau infé- 
rieur). C’est précisément pour cette raison que les lasers oscillant 
sur des transitions autolimitées se caractérisent par des valeurs éle- 
vées du gain (1). 

En parlant des avantages offerts par le pompage par impulsions, 
il convient de signaler également qu'au point de vue technique ce 
mode de.pompage est plus facile à réaliser que le pompage continu. 
Un apport continu et suffisamment stable de l’énergie au milieu actif 
est en règle générale techniquement plus compliqué que l'apport 
d'énergie sous forme d’impulsions. En outre, le pompage par impul- 
sions n’exige généralement pas de prévoir un refroidissement forcé 
du milieu actif réchauffé. 

Le pompage impulsionnel permet de réaliser divers régimes de 
fonctionnement en impulsions (*). Les lasers travaillant en ces ré- 
gimes assurent umé concentration extrêmement forte. dans le temps 
ef dans l’espace, de l’énergie lumineuse émise. C’est ainsi par exem- 
ple qu’on a réalisé les régimes de production d’impulsions lumineuses 
extrêmement courtes de 10-11 à 10-1? s avec une puissance de crête 
atteignant 101 W. 

En pratique, on fait fonctionner les lasers sensiblement plus sou- 
vent en impulsions qu’en régime continu. Les lasers à solides et les 
lasers à liquides fonctionnent généralement en régime d’impulsions ; 
le pompage utilisé dans ce cas peut se produire tant par impulsions 
qu'en continu. Le fonctionnement en régime continu est caracté- 
ristique des lasers à gaz; mais ici également le fonctionnement en 
impulsions suscite un intérêt de plus en plus grand [5]. 

Lasers à molécules « éclatantes » . — Mentionnons pour termi- 
ner un mécanisme bien efficace du dépeuplement du niveau infé- 
rieur basé sur l’utilisation comme centres actifs des molécules dites 
« éclatantes ». 

Üne molécule « éclatante » se caractérise par le fait que son état 
fondamental est un état instable (répulsif). Une telle molécule ne 
peut exister que dans des états électroniques excités. En passant de 
l'état électronique excité à l'état fondamental elle se dissocie 


(« éclate » en atomes). 


() Grace à cette circonstance ces lasers peuvent fonctionner selon un mode 
superradiant, c’est-à-dire avec une cavité résonnante sans miroirs ou avec un 
seul miroir (voir [4], chap. 8). 

(*) Les regimes de fonctionnement en impulsions seront étudiés au troisième 
chapitre. Remarquons que l'oscillation en régime impulsionnel peut également 
avoir lieu avec le pompage continu. 
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On sait que les atomes de gaz inertes « ne désirent pas » de former 
des molécules. Pour obtenir les molécules Ar,, Kr,, Xe,, il est néces- 
saire de dépenser une certaine énergie. Ces molécules n'existent que 
dans des états excités; elles fournissent des exemples de molécules 
« éclatantes ». 

La fig. 1.6 représente les termes électroniques d’une molécule 
biatomique « éclatante » (en fonction de la distance entre les centres 
des atomes). On distingue sur cette figu- 
re: 1, le terme correspondant à l’étatfon- £ 
damental : 2et 3,les termes excités. A la 
différence de l’état 7, les états 2 et 3 sont 
stables. Les droites horizontales représen- 
tent sur cette figure les niveaux vibra- 
tionnels de la molécule dans ces états. 
La flèche verticale indique la transition 
2 — 1; hw est l’énergie du photon émis 
dans cette transition ; ÀË est l’énergie des 
atomes produits. 

Supposons que les molécules « éclatan- 
tes » sont utilisées dans un laser comme 
centres actifs et que le terme 7 (état fon- 
damental) correspond au niveau inférieur, 
et le terme 2 (premier état électronique 
excité), au niveau supérieur des transi- 
tions laser. Il est évident que l’inversion 
de populations dans la transition 2 — 7 
aura lieu quel que soit le nombre de molécules créées dans l’état 
2 par le mécanisme de pompage. Dès que la molécule « éclatante » 
passe à l’état 7, elle le quitte tout de suite en se décomposant en 
atomes. Le milieu actif à molécules « éclatantes » est un milieu dont 
le niveau inférieur est constamment vide. 

L'oscillation sur les transitions entre l’état électronique excité 
et l’état fondamental (répulsif) est réalisée dans les lasers molécu- 
laires à gaz inertes et dans les lasers à halogénures de gaz inertes 
(lasers dits à excimères). Les molécules utilisées sont Ar, Kr., Xe, 
XeF, XeCl, KrF, ArF et autres. Les lasers à excimères présentent un 
let A), en particulier comme lasers pouvant osciller dans l’ultravio- 

et (”). 


Fig. 1.6 


$ 1.2. POMPAGE OPTIQUE. LASERS À SOLIDES 


Traits spécifiques au pompage optique. — Le pompage optique 
suppose l'excitation des centres actifs lorsque le milieu actif absorbe 
un rayonnement issu d’une source de lumière spéciale. La méthode 


(?) On a reussi par exemple à faire osciller un laser à molécules ArCI à une 
longueur d'onde de 0,175 um et un laser à molécules Ar, à une longueur d'onde 
de 0,126 um (voir [4], chap. 9). 


+ 
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de pompage optique est largement utilisée dans différents types de 
lasers à solides et à liquides; elle est également utilisée dans les la- 
sers à gaz. 

Le pompage optique peut être cohérent et incohérent. Dans le cas 
du pompage incohérent on utilise un rayonnement de pompage in- 
cohérent ; la source d’un tel rayonnement peut être constituée par 
des lampes à éclairs électroniques, des lampes à éclat continu (à 
décharge gazeuse et à incandescence), des éclateurs à étincelles, une 
flamme, et autres (1). Dans le pompage cohérent la source de rayon- 
nement de pompage est un laser auxiliaire. 

Le pompage optique se caractérise par une sélectivité d’excitation 
extrèmement élevée. Un rayonnement de pompage à spectre de fré- 
quences spécialement choisi permet d’exciter un groupe déterminé 
de niveaux ou même un niveau distinct. Dans le pompage cohérent 
on peut « pomper de l’énergie » dans une raie bien déterminée du 
spectre d'absorption du centre actif. Pour améliorer la sélectivité 
d’excitation lors du pompage incohérent, on peut également mettre 
à profit le fait que le pompage optique ne se réalise que sur des tran- 
sitions optiquement permises. Ainsi, l’excitation optique permet de 
créer les conditions les plus favorables pour la réalisation de l’iné- 
galité (1.1.14); on peut poser que F, = 0. 

L'emploi du pompage optique élargit les possibilités fonctionnel- 
les du laser. C’est ainsi qu'un laser à pompage cohérent peut fonc- 
tionner comme amplificateur de rayonnement cohérent ou comme 
convertisseur de fréquences optiques. 

Enfin. un des traits spécifiques au pompage optique est qu'il 
initie dans le canal d’excitation (sur la transition entre le niveau 
fondamental et le niveau d’excitation) un processus inverse dont la 
probabilité est à peu près la même que celle du processus direct lié 
à l'absorption du rayonnement. La probabilité, par unité de temps, 
d'absorption du rayonnement de pompage est égale à : 


Up — BPp; (1.2.1) 


où p, est la densité du rayonnement de pompage à la fréquence d’ex- 
citation; B, le coefficient d’Einstein d'absorption du rayonnement 
dans le canal d’excitation. En même temps que l'absorption il se 
produit un processus inverse, c'est-à-dire une émission induite ini- 
tiée par le rayonnement de pompage. La probabilité de c: processus 
inverse a pour expression 


w = B'Pp, (4.2.2) 


(*) Pour le pompage des lasers opérant dans le domaine ultraviolet on peut 


utiliser le rayonnement X émis par les électrons dans un synchrotron [6]. Ce 
rayonnement est appelé rayonnement synchrotron ou de freinage magnétique. 
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où B' est le coefficient d'Einstein pour le processus indique. Les 
coefficients B et B’ sont liés l’un à l’autre par la relation connue (!) 


gB _ g'B", 


où get g’ sont les multiplicités de dégénérescence du niveau fonda- 
mental et du niveau d'excitation respectivement. Il en résulte 


w, = (g'/g) w. (1.2.3) 


La coexistence de deux processus opposés dont les probabilités 
sont liées par la relation (1.2.3) interdit, dans le cas du pompage 
optique, de faire coïncider le canal 
d’oscillation avec le canal d’excitation. 
Il s'ensuit en particulier que dans le 
pompage optique le nombre minimal 
nécessaire de niveaux du centre actif 
est égal à trois. Nous nous en assurerons 
par la suite. 

Conditions de réalisation de l’in- 
version de populations stationnaire par Fig. 1.7 
le pompage optique. — Commençons | 
par examiner le schéma à deux niveaux 
représenté sur la fig. 1.7. La probabilité w:, est la somme de deux 
termes dont l’un correspond à l'émission induite initiée par le. 
rayonnement de pompage et l’autre à l'émission spontanée : 


Woy — W + À»: (1.2.4) 


(les transitions non optiques sont négligées). Les populations sta- 
tionnaires des niveaux Z et 2 seront désignées respectivement par 7,1 
et ñp2 (l'indice « 0 » signifie que la grandeur correspondante est con- 
sidérée en l'absence d'oscillation). Le nombre total de centres actifs 
par unité de volume sera désigné par n'. 

Les équations du bilan pour les populations des niveaux revêtent 
la forme: 


RoiWp — NoWai = 0; Roi + los — n'. 
En introduisant l’inversion de populations Ms = ñ92 — (82 81) Aou 
on obtient 
: , p—(gs/81) Wa 
N,=n  wp+wa e (1.2.5) 


Puis, en utilisant les relations (1.2.4) et (1.2.3) (avec le remplace- 
ment évident de g par g. et de g”’ par g2), mettons l'expression (1.2.5) 
sous la forme suivante: 


(1.2.6) 


À; 
Ne 
"0 fi Ào1 + (1 — 81/82) Wp 


() Voir par exemple la relation (2.1.6) dans [1]. 
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Introduisons une vitesse dite de pompage Q et définie par la pro- 
babilité d'arrivée des centres actifs au niveau supérieur de la tran- 
sition laser. Dans le cas considéré Q = w,. En utilisant Q, récrivons 
* le résultat (1.2.6): 

Ba As 2.7 
SO Zi 
: mn An tee) 0 RE) 

La courbe de variation de W,/r’ en fonction de Q, définie par la 

formule (1.2.7), est montrée à la fig. 1.8. Il est facile de voir que 


5 
No/n’ ï 


Fig. 1.8 Fig. 1.9 


quelle que soit la vitesse de pompage la valeur de W, reste négative, 
c'est-à-dire que l’inversion de populations ne se réalise pas. Ceci 
signifie que les schémas à deux niveaux ne sont pas applicables pour 
le pompage optique. 

Reportons-nous maintenant au schéma à trois niveaux représenté 
à la fig. 1.9. On distingue ici: 1-3, le canal d’excitation et 1-2, le 
canal d'oscillation. Les équations du bilan pour les populations des 
niveaux sont dans ce cas de la forme 


— Roz A2 + RosW3e = Ù : 
Roi p — Pos (Wss + Wssj = 0 ; (1.2.8) 
Roi + oz + los = N'. 


En résolvant le système (1.2.8), on obtient 


Toi — (2° /D) An (Way + Wse); nos = (n'/D) WpW3e » (1.2.9) 


où D est le déterminant du système d'équations considéré. Îl en 
résulte que 


No. _ Wpu'oz—(e2/81) As (as + wa2) (1.2.10) 


n An (Wp+ st We) + WpWge 


La vitesse de pompage Q pour le schéma à trois niveaux considéré 
peut s'écrire sous la forme 


D D pl 3e/ (D 31 + Wgo). (1.2.11) 
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En faisant usage de (1.2.11), récrivons (1.2.10) : 


No _ __Q— (82/81) An 
n  An+Q(1+ 4:1/03)° 


La courbe de variation de V,/r’ en fonction de Q, définie par la 
formule (1.2.12), est montrée sur la fig. 1.10. Cette figure représente 
deux courbes; la courbe en traits 
interrompus se rapporte à un cas 
particulier où À, € Wgo. 

Il est facile de voir que dans 
le schéma à trois niveaux l’inver-. 
sion de populations stationnaire 
peut être réalisée. À cet effet, il 
est nécessaire de remplir la con. 
dition de 

Q >> (g2/91) A1 (12.13) 

ou encore L 
Ep > (82/81) (Ws1-+ We) (A »1/Ws2). 
(1.2.14) 


La quantité Q,, = (g:/8:1) As: est appelée vitesse de pompage de 

seuil suivant l'inversion. Plus petit est 4,, plus bas est le seuil d’in- 

version. | 
En utilisant un schéma à trois niveaux qui satisfait à l'inégalité 


An € We (1.2.15) 


on peut réduire la valeur de (,,, et en outre augmenter la valeur li- 
mite du rapport V,'n. 

Une conclusion s'impose qu’il est avantageux d'utiliser les sche- 
mas pour lesquels la valeur de À, est aussi petite que possible. Pour- 
tant une telle conclusion est erronée ; il se trouve qu'une augmentation 
excessive de À, n’est pas raisonnable. Cette question sera examinée 
au $ 2.1. 

Lasers à solides : problèmes de la réalisation du pompage optique, 
schémas de travail des lasers (%). — La fig. 1.11, a montre schéma- 
tiquement comment on peut réaliser le pompage optique d’un laser à 
solide. Sur cette figure on distingue: Z, l'élément actif; 2, la source 
de rayonnement de pompage ou la pompe (par exemple, une lampe à 


(1.2.12) 


Fig. 1.10 


(?) Les questions genérales concernant le fonctionnement des lasers à solides 
sont examinées dans [7 à 9]. Les bases théoriques des lasers à solides sont étu- 
diées dans [10 à 12]. Les propriétés spectroscopiques des cristaux laser activés 
sont systématisées dans [13, 14]; voir aussi [4]. Les constructions concrètes des 
lasers. la constitution et les caractéristiques des sources de lumière sont décrites 
dans [15]. Le régime thermique des lasers à solides est examiné dans [16]. Les 
nn relatives à la fabrication des éléments actifs solides sont traitées dans 
{ 7 e 
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décharge du type flash) ; 3, le réflecteur destiné à concentrer le rayon- 
nement de pompage sur l'élément actif; 4, le miroir de la cavité ré- 
sonnante optique; S, le rayonnement laser. La fig. 1.11, b repré- 
sente la section transversale du laser ; aux foyers du réflecteur dont 
la section de la surface est une ellipse, sont placés l'élément actif 
et la source de pompage. En pratique, on fait appel à des réflecteurs 
de différentes formes et constructions. On utilise par exemple un 


Fig. 1.11 


réflecteur à deux lampes dont la coupe transversale est montrée 
sur la fig. 1.11, c. Un tel réflecteur permet d'augmenter la puissance 
de rayonnement de sortie. 

Dans un élément actif solide on distingue la matrice (matériau 
de base) et l’activateur (centre actif) introduit dans la matrice sous 
forme d’impureté. On utilise tant des matrices cristallines que des 
matrices amorphes (en verres). 

Actuellement l'effet d'émission induite est décelé dans plus de 
250 cristaux diélectriques activés aux ions de corps appartenant aux 
groupes intermédiaires. Les plus nombreux sont les cristaux d’oxydes 
à structure ordonnée (par exemple le cristal Al.0, dopé par les ions 
chrome Crf* ou les cristaux Y,A1,O,, et YAlO, dopés par les 
ions Nd°+). Mentionnons également les cristaux de fluorures à struc- 
ture ordonnée (par exemple le cristal CaF. dopés par les ions Dy**). 

L'efficacité du pompage optique se détermine par deux facteurs 
principaux. Premièrement, le rayonnement de pompage doit être 
efficacement absorbé par les centres actifs et en même temps il ne 
doit subir pratiquement aucune absorption dans la matrice. Deuxiè- 
mement, le rendement quantique du pompage doit être élevé: prati- 
quement tous les centres actifs placés par le mécanisme de pompage 
au niveau d’excitation doivent ensuite passer au niveau supérieur de 
la transition laser. En outre il est souhaitable que soient minimales 
les pertes d'énergie sur les transitions intermédiaires, par exemple, 
sur la transition du niveau d’excitation vers le niveau supérieur. 

Pour améliorer l'efficacité du pompage optique on s’efforce d’uti- 
liser comme « niveau d'’excitation » une bande d'énergie suffisam- 
ment large ou un groupe de niveaux et d'assurer dans ces conditions 
la correspondance de la fréquence de la transition (des fréquences des 
transitions) dans le canal d'’excitation au maximum du spectre de 
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rayonnement de la lampe de pompage. On applique également la 
méthode de sensibilisation qui consiste à incorporer à la matrice, en 
plus des ions principaux (ions oscillateurs), encore des ions d’un autre 
type appelés ions-sensibilisateurs. Ces derniers absorbent assez 
efficacement le rayonnement de pompage et cèdent ensuite l'énergie 
absorbée aux ions-activateurs (!). Une autre méthode utilisée en 
vue d'élever l’efficacité des lasers à solides prévoit l’utilisation com- 
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me cristal-matrice non pas de composés simples mais de systèmes 
mixtes désordonnés (solutions solides), ce qui conduit à un élargis- 
sement considérable du spectre d’absorption [20]. 

Les schémas de travail utilisés dans les lasers à solides sont assez 
variés (v. par exemple [14]). Quelques exemples de schémas de tra- 
vail sont montrés sur la fig. 1.12. Les chiffres 0. 1, 2, 3 désignent 
respectivement les niveaux: fondamental, inférieur, supérieur, d'ex- 
citation. Lorsqu'un niveau est désigné par deux chiffres, ceci signifie 
qu'il remplit deux fonctions; c'est ainsi par exemple que le niveau 
marqué par les chiffres Ü et 7 est à la fois le niveau fondamental et 
le niveau inférieur de la transition laser. Sur la figure, les flèches 
doubles désignent les transitions dans le canal d'excitation, les 
flèches ordinaires, les transitions dans le canal d’oscillation, et les 
flèches ondulées, les transitions non radiatives. La fig. 1.12, a re- 
présente un schéma à trois niveaux ordinaire et la fig. 1.12, b un 
schéma à quatre niveaux. La fig. 1.12, c donne un exemple de schéma 
à trois niveaux utilisant des ions-sensibilisateurs. Les schémas des 
fig. 1.12, d et e sont dits en cascade [21]. L'émission induite se fait 
dans ce cas sur plusieurs transitions à la fois (dans la figure sur deux 


(*) La méthode de sensibilisation a été proposée dans [18]. Les mécanismes 
ossibles d'échange d'énergie entre les ions dans les cristaux laser sont examinés 
ans [19]. 
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transitions). Dans ces schémas on utilise les transitions entre les 
niveaux soit d'un même ion-activateur (schéma en cascade direct; 
fig. 1.12, d), soit des ions-activateurs de types différents (schéma 
en cascade comportant un acte intermédiaire de transfert d'énergie 
d'excitation; fig. 1.12,e). Les schémas en cascade présentent un 
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intérêt en particulier comme un moyen permettant de réduire au mi- 
nimum les pertes liées aux transitions auxiliaires (non radiatives). 

Laser à rubis. — L'oscillation laser a été obtenue pour la pre- 
mière fois dans le rubis [22]. Grâce à une forte résistance mécanique 
et une conductibilité thermique élevée des cristaux de rubis ainsi 
qu’à la possibilité de fabriquer des échantillons caractérisés par une 
haute qualité optique, les lasers à rubis sont jusqu'à nos jours large- 
ment utilisés en pratique. 

Le rubis est un cristal d’alumine Al,0, (matrice) dopé par les 
ions chrome Cr** (centres actifs). Dans les lasers on utilise générale- 
ment un rubis rose dopé avec 0,05 % de chrome (1,6-10!? d'ions par 
1 cm*). 

La fig. 1.13 montre le diagramme d'énergie de l'ion chrome dans 
le rubis. Le passage de 1/XÀ à l'énergie Æ s'effectue suivant la formu- 
le E = 2nhc/À. Au cours du pompage sont excités les états *F, et 
#F,. Chacun d'eux est représenté sur la figure par une certaine bande 
énergétique, ce qui s'explique par un « flou » des états énergétiques 
Correspondants (par suite de la petite durée de vie des centres actifs 
dans les états indiqués). Les centres actifs retombent immédiatement 
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des états 4F, et *F, à deux niveaux métastables désignés par 24 


et Æ et situés l'un près de l’autre (à une distance de 0,003 um!). 
Ces niveaux jouent le rôle des niveaux supérieurs des transitions laser. 
Au cours des transitions des états *F, et *F, aux niveaux supérieurs 
les ions chrome transfèrent une partie de leur énergie au réseau cris- 
tallin (les transitions non radiatives sont représentées sur la figure 
par des flèches ondulées). Le niveau inférieur de la transition laser 
est noté “4, ; il est en même temps le niveau fondamental (!). Comme 
le montre l'examen de la figure, un laser à rubis peut se décrire par 
un schéma de travail à trois niveaux. 

La fig. 1.14, a représente le spectre d'ab- À, pm 
sorption du rubis dans les cas où le rayon- 
nement de pompage se propage parallèle- 0,695 
ment (courbe Z):et perpendiculairement 0.694 
(courbe 2) à l’axe optique du cristal (*). Dans ‘ 
le spectre d'absorption se dégagent nette- 0,693 
ment deux raies relativement larges avec 
des maximums à À — 0,41um (bande d’ab- 200 300 400 7,K 
sorption indigo) et À = 0,55 um (bande 
jaune verte) correspondant respectivement Fig. 1.15 
à l'excitation des états *F, et *F.. La courbe 
en traits interrompus montre le spectre de rayonnement de la source 
de pompage constituée par une lampe à vapeur de mercure. Il est 
facile de voir que le spectre de la lampe à vapeur de mercure corres- 
pond bien aux bandes d'absorption du rubis, ce qui assure une 
haute sélectivité de l'excitation et augmente la partie utile de la 
puissance de pompage. 

La fig. 1.14, b présente le spectre de luminescence des ions chrome 
dans le rubis. On distingue dans ce spectre deux raies: 0,6943 pm 
(raie R,, elle correspond à la transition Æ£ — “A.) et 0,6929 um (raie 
R:, elle correspond à la transition 24—-14,). La courbe de la figure 
1.14, b a été obtenue à une température de 300 K. Lorsque la 
température baisse, les deux raies se déplacent vers la région de 
longueurs d’onde plus courtes (fig. 1.15). 

Laser à grenat d’yttrium-aluminium activé au néodyme. — Un 
des lasers à solides les plus employés à l’heure actuelle est celui dans 
lequel la matrice est constituée par le grenat d'yttrium-aluminium 
(Y3Al;02) et l’activateur par les ions néodyme Nd°*. Il est symbo- 
liquement noté Y AG : Nd°*. 

Le laser YAG : Nd°* se caractérise par un seuil d'accrochage re- 
lativement bas et une bonne conductivité thermique, ce qui permet 


R; 


R: 


(:) Le niveau inférieur de la transition laser se compose de deux sous- 
niveaux distants l’un de l'autre de 4-10-8 mi. 

(*) Le cristal de rubis est un cristal à symétrie trigonale (rhomboëdrique) ; 
son axe optique est un axe de symétrie de 3-ième ordre. 
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d'obtenir l’oscillation avec une cadence de tir très élevée et même 
un fonctionnement continu. Le rendement de ce laser est relative- 
ment haut : il s'élève à plusieurs pour cent. 

Les transitions principales de l’ion néodyme dans le grenat sont 
montrées à la fig. 1.16. Elles s'effectuent entre des fermes atomiques 
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bien déterminés (!) qui sont représentés sur la figure sous forme de 
« bandes d'énergie ». A chaque « bande » (à chaque terme) corres- 
pond un groupe de niveaux énergétiques relativement étroits qui 
résultent de la décomposition du terme donné sous l'effet du champ 
électrique régnant dans le réseau cristallin du grenat (effet Stark). 

Au cours du pompage, les ions néodyme passent de l’état fonda- 
mental correspondant au terme “/,,, dans trois groupes d'états: À. 
B, C. Le groupe À correspond aux termes *F.,, et *S.,,.; le groupe B 
aux termes *F,,, et Ho. ; le groupe C aux termes *F,,:. À ces trois 
groupes d'états correspondent trois bandes du spectre d'absorption 
du néodyme dans le grenat, représenté sur la fig. 1.17, a (respective- 
ment les bandes À, B et C). La structure fine des bandes d'absorption, 


(*) Les désignations des termes atomiques sont examinées par exemple dans 
[7, 23]; voir aussi [1], $ 3.1. 
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bien visible sur la figure, traduit l'effet Stark de décomposition des 
termes. 

Le terme *F,/7. constitue le « niveau » supérieur de la transition 
laser. Les ions néodyme se désexcitent avec production de photons 
en passant de ce « niveau » aux niveaux correspondant aux termes 
STiypes “Loos Lis/or Vis/e. La plus grande partie de l'énergie (60 %) 
est émise sur les transitions “F3: — *1,,,. Comme niveaux infé- 
rieurs des transitions laser on convient de considérer les niveaux cor- 
respondant au terme */,,/,. La fig. 1.17, b représente le spectre de 
luminescence du néodyme dans le grenat pour les transitions Faye —+ 
—*/,,7. Ce spectre comporte sept raies; les plus intenses sont les 
raies à 1,0615 et à 1,0642 um. Le Tableau 1.1 indique les longueurs d'on- 
de pour 18 raies de luminescence compte tenu des différentes transi- 
tions [14]: ces résultats sont obtenus à la température de 300 K. 


Tableau 1.1 


Longueur d'onde $ 
Transitions des rales de LRTneArEIARIRe 
luminescence, um 70 


0,891 

0,8999 ; 
“Fsy2— “os 0,9385 _ 

0,9460 


1,0521 

4,0615 

À ne 
Ÿ —],,,» 1,0737 60) 

PAST 14119 

1,1158 

1,1225 

1,3184 

1,3331 

| 1,3351 
Faye + Mise 1,3381 14 

1,3533 

1,3572 


Fgje + isa 1,833 1 


Pour une étude simplifiée du laser YAG : Nd°* on peut se servir 
du schéma à quatre niveaux) : le «niveau » fondamental étant cons- 
titué par le terme */,,., le « niveau » inférieur de la transition laser 
par le terme “/,,,., le « niveau » supérieur par le terme *F.,, et le 


(:) Le schéma à quatre niveaux est caractéristique des lasers à solides utili- 
sant comme centres actifs les ions Ndît, 
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« niveau » d’excitation par les termes ‘F.,, et *F,,,. Remarquons 
qu'en approximation dipolaire les transitions F# — 1] sont interdites 
(optiquement) puisque dans de telles transitions le nombre quantique 
orbital de l’ion néodyme varie de 3; ceci signifie que les états cor- 
respondant aux termes F sont métastables. 

Pour le pompage des lasers YAG : Nd°* on utilise souvent les 
lampes au krypton. Dans certains cas on incorpore au réseau cris- 
tallin du grenat un sensibilisateur — les ions chrome et on fait 
appel aux lampes au xénon. Le chrome présente dans le grenat deux 
larges bandes d'absorption (aux longueurs d’onde de 0,43 et 0,59 um) 
qui s'accordent bien avec le spectre de rayonnement des lampes au 
xénon. Les ions chrome excités cèdent leur énergie d’excitation aux 
centres actifs, c’est-à-dire aux ions néodyme. Un temps relative- 
ment long (près de 6 ms) nécessaire au transfert de l'énergie du chrome 
au néodyme ne permet d'améliorer l’efficacité du pompage par cette 
méthode que dans des lasers fonctionnant en régime continu. 

Pompage optique au moyen d’un laser à semi-conducteur ou d’une diode 
luminescente. — Actuellement on développe une méthode de pompage op- 
tique à bande étroite du laser YAG : Nd°*. Comme pompe on utilise un laser 


à injection à GaAs ou une diode lumi- 
3 = nescente à Ga;_;AlxAs. Dans le premier 
] €N 


4 

# 

- / | f cas, le pompage s'effectue à la longueur 
oo d'onde de 0,88 um (pompage dans le 
RL - - groupe C'de raies dans le spectre d'absorp- 
= 5 tion de la fig. 1.17. a); dans le second 

20 mm_! cas, à la longueur d'onde de 0,81 um 
RE (pompage dans le groupe B de raies du 


même spectre). 

Le rayonnement de pompage est in- 
troduit dans la face terminale de l’elé- 
ment actif. Le laser utilisant un tel pom- 
page est schématisé sur la fig. 1.18 [24]. 
On y distingue: 1, l’élément actif (grenat dopé au néodyme); 2, un laser à in- 
jection ; 3. un miroir diélectrique à coefficient de réflexion R — 99,8 % à À — 
= 1,06 pumet À < 5 % à À & 0,8 à 0,9 um; 4, un revetement diélectrique d é- 
claircissement à À < 0,5 % à 2. — 1,06 pm; 5, un miroir sphérique exterieur 
de la cavité; 6, l'alimentation du laser à injection. : 

La méthode de pompage optique à bande étroite dans la face terminale de 
l'élément actif constitue une prémisse de la mise au point des lasers à solides 
miniatures possédant un seuil d'accrochage relativement bas et un rendement 
suffisamment élevé. 


Fig. 1.18 
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Le pompage optique est également utilisé pour l'excitation des 
lasers à liquides. Considérons les lasers à base de solutions liquides 
de colorants organiques (!). 


() En plus des solutions de colorants organiques, on utilise comme milieux 
actifs des liquides dopés par les ions de terres rares que exemple Eu**, Nd°*+). 
On distingue deux types de tels liquides: les liquides organométalliques (ché- 
lates) et les liquides non organiques (aprotiques); voir par exemple [4], chap. 17. 
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Colorants organiques. — Sous le terme de colorants on entend 
des composés organiques complexes à système développé de liaisons 
conjuguées possédant des bandes d'absorption intenses dans le do- 
maine du visible et du proche ultraviolet (1). La constitution chi- 
mique des colorants se caractérise par une combinaison de noyaux 
benzéniques, pyridiques, aziniques, pyrroliques et autres, situés 
dans un même plan. Les colorants présentant la plus forte lumines- 
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cence se répartissent en huit classes suivantes: les ranthènes, les 
polyméthines, les oxazines, les coumarines, les anthracènes., les acridines, 
les azines, les phtalocyanines. 

Comme exemple ayant une importance pratique, indiquons le 
colorant, appelé rhodamine 6G, appartenant à la classe de xanthè- 
nes. Sa formule structurale, basée sur les noyaux benzéniques, est 
montrée à la fig. 1.19, a. Les colorants de xanthène absorbent et. 
émettent la lumière en règle générale dans la partie visible du spectre. 
La fig. 1.19, b montre les spectres d'absorption (courbe 1) et de lumi- 
nescence (courbe 2) de la rhodamine 6G. Ce colorant émet dans la 
gamme de 0,55 à 0,6 um environ. 

A l'heure actuelle l’oscillation laser est obtenue dans plus de 
200 colorants différents. La gamme totale de longueurs d’onde émi- 
ses par les divers colorants s'étend de 0,3 à 1,3 um. En faisant appel 
à des colorants appropriés, on peut obtenir un rayonnement cohé- 
rent pratiquement à toute longueur d'onde comprise dans la gamme 
indiquée. 

Les recherches de nouveaux milieux actifs parmi les colorants sont 
liées à la résolution du problème de l'instabilité chimique et photo- 
chimique des colorants utilisés ainsi qu'au choix des solvants ap- 
propriés. Remarquons que comme solvants on utilise l’eau, l’étha- 
nol, le méthanol, le cyclohexane, le toluène, la glycérine, le benzène, 
l’acétone et d’autres liquides. 

(?) Actuellement le terme « colorant » ne signifie nullement que la substance 


considérée doit présenter obligatoirement une couleur ou posséder des propriétés. 
colorantes. 


32 PROCÉDES DE RÉALISATION DE L’'INVERSION DE POPULATIONS f[Ch. 1 


Une chose importante est que la largeur de la raie de luminescence 
des colorants est extrêmement grande, elle est de l’ordre de 0,1 um 
(v. courbe 2 de la fig. 1.19, b). Quant à la largeur de la raie laser, 
elle ne peut être que de l’ordre de 10-* 1m et même moins. La posi- 
tion de la longueur d'onde produite par le laser dans les limites de la 
largeur de la raie de luminescence peut être modifiée de façon con- 
tinue, ce qui signifie qu'on peut assurer dans les limites jusqu'à 
0,1 im environ une variation continue de la longueur d'onde oscillante. 
Les lasers à colorants concurrencent avec succès les générateurs para- 
métriques de lumière dans l’infrarouge et le visible (!). 

Pompage optique des lasers à colorants. — Pour l’excitation des 
colorants on utilise le plus souvent un pompage cohérent au moyen 

des lasers à solides (Y AG : Nd°*, verre 


k d au néodyme, rubis) fonctionnant en 
AE 3 impulsions. Comme rayonnement de 
= 1_E pompage on utilise aussi bien l'onde 
——— 4 — 

5] 


fondamentale que ses harmoniques, par 

exemple le deuxième (À = 0,53 um) et 

| le troisième (À = 0,35 um), émis par 

Fig. 1-20] le laser YAG : Nd°*. Le rendement 

des lasers à colorants pompés par impul- 

sions issues d’un laser auxiliaire s'élève à quelques dizaines de pour 

cent. Pour la rhodamine 6G en solution dans l’éthanol, pompée par 

le deuxième harmonique d’un laser à verre au néodyme, on a réalisé 

un rendement égal à 75 %. Les lasers à colorants à pompage cohé- 

rent peuvent fonctionner comme amplificateurs à large bande dans 

le domaine optique; ils peuvent également servir à une conversion 
relativement simple et efficace de fréquences optiques. 

On distingue un schéma transverse et un schéma longitudinal du 
pompage cohérent par impulsions. Dans le premier cas le rayonne- 
ment de pompage se propage perpendiculairement et dans le second 
cas parallèlement à la direction d’oscillation du colorant. La fig. 1.20 
montre à titre d'exemple une des variantes du schéma du pompage 
longitudinal. Sur cette figure on distingue : Z, le colorant ; 2, le rayon- 
nement de pompage; 3, le rayonnement émis par le colorant; 4, 
un prisme à réflexion intérieure totale; 5, le miroir de la cavité 
(opaque au rayonnement de pompage). 

En plus du pompage par impulsions, on utilise également un pom- 
page cohérent en continu. Ce dernier s'obtient généralement au moyen 
d'un laser à argon ionisé. Pour dépasser le seuil d'oscillation du 
colorant on est amené à focaliser le rayonnement de pompage dans 
la solution de colorant dans les limites d’une région ayant un dia- 
mètre de l’ordre de 10 um. Ceci entraîne un danger d’apparition de 


(!) Les colorants organiques et les lasers à colorants sont étudiés en detail 
dans [25 à 27]; voir aussi [4], chap. 18. 
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distorsions thermo-optiques dans le milieu actif. Pour prévenir un 
tel danger, on fait circuler rapidement la solution de colorant à tra- 
vers la zone d’oscillation (le renouvellement total de liquide dans la 
zone d'oscillation se fait durant un temps de l’ordre de 1 us). La 
circulation de la solution de colorant est aussi importante à d’autres 
égards, par exemple au point de vue de l’évacuation des produits de 
photodésintégration de la zone d'os- a — 
cillation. Sa} => 

On utilise également un pompa- 
ge optique incohérent des lasers à 
colorants en faisant appel, par 
exemple, aux lampes à éclairs de 
forme tubulaire ou coaxiale. Le 
rendement des lasers pompés au s 
moyen de lampes est de l'ordre de 
1 % et moins. 

Schéma des niveaux énergéti- 
ques et transitions principales. — 
La molécule d'un colorant pré- 
sente une structure bien complexe, 
comporte beaucoup d’atomes et se 
caractérise par un grand nombre 
d'états qui sont des combinaisons 
complexes d'états électroniques, . 
vibrationnels et rotationnels. Aus- Fig. 1.21 
si, un schéma des niveaux est-il 
dans ce cas impossible à représenter de façon tant soit peu précise. 
Pour étudier le mécanisme d'obtention d’une inversion de populations 
dans un laser à colorant on se sert d’un schéma extrêmement simpli- 
fié, en quelque sens d’un schéma conventionnel, qui ne reflète que 
des points fondamentaux caractérisant les transitions quantiques 
dans la molécule d'un colorant. Un tel schéma est montré sur la 
fig. 1.21. 

Dans le schéma de la fig. 1.21 les niveaux sont indiqués par des 
lignes en traits forts et en traits fins; les premières se rapportent 
aux états vibrationnels et les secondes aux états rotationnels de la 
molécule. Les états de vibration-rotation sont concentrés près des 
états électroniques de la molécule qui sont désignés sur la figure par 
Sos 915 Sos Tr To L'état S, est l’état fondamental. 

Lorsque la molécule est excitée, un de ses électrons passe à un 
état plus excité. Si le spin de cet électron reste antiparallèle au spin 
du restant de molécule, on dit que les états électroniques sont sin- 
gulets (états S,, S, ainsi que l’état fondamental S;); si, par suite de 
l’excitation, le spin de l’électron tourne et devient parallèle au 
spin du restant de la molécule, les états électroniques sont dits 
triplets (états T;, T.). Les transitions singulet-triplet sont liées au 
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retournement du spin de l’électron et de ce fait elles sont moins pro- 
bables que les transitions singulet-singulet ou triplet-triplet. Sur la 
fig. 1.21 les transitions sont indiquées par des flèches; les flèches 
droites désignent les transitions optiques (la transition laser est dé- 
signée par une flèche double) et les flèches ondulées les transitions 
non optiques. 

Le pompage optique fait passer la molécule de l’état électronique 
S, à l’état électronique S,. La molécule excitée relaxe rapidement 
(en un temps de l’ordre de 10-11 s), en effectuant une transition non 
radiative, vers le niveau vibrationnel inférieur de l’état S,, en cé- 
dant l’excès d'énergie au solvant. Ensuite la molécule peut effectuer 
soit la transition radiative $, — S, (transition laser). soit l’une des 
trois transitions suivantes qui entrent en compétition avec la transi- 
tion laser: la transition S, — S, liée à une absorption supplémen- 
taire du rayonnement de pompage ; la transition non radiative S, —- 
— S, (conversion interne); la transition non radiative S, — T, (con- 
version singulet-triplet). La conversion singulet-triplet peut provo- 
quer ensuite une absorption supplémentaire du rayonnement de 
pompage sur la transition T7, — T, (absorption triplet-triplet). En 
plus de la dernière transition peuvent également se produire les 
transitions non radiative el radiative T, — S,. 

Au point de vue de l’obtention d’une inversion de populations il 
importe de tenir compte de toutes les transitions qui viennent d’être 
énumérées. Les transitions S, — S, et T, — T, entraînent une dé- 
pense supplémentaire de l’énergie de pompage. La transition non 
radiative $S, —+ S, ainsi que les transitions S, —+ T, — S, diminuent 
le nombre de molécules qui effectuent la transition laser. 


L'effet nuisible de l'absorption triplet-triplet peut être réduit si l'on prend 
des mesures pour augmenter la probabilité des transitions 7, — S,. Cette pro- 
babilité (et donc la durée de vie de la molécule à l’état 7, qui est de l’ordre de 
1 us) dépend de la composition du solvant. Pour augmenter cette probabilité 
on ajoute à la solution de solvant des substances spéciales appelées extincteurs 
de l’état triplet. C’est ainsi que l’adjonction de mise aramagnétiques (par 
exemple, d'oxygène) favorise le « mélange » des états Sn ulete et triplets et con- 
duit par conséquent à une croissance de la vitesse des transitions triplet-singulet. 


Changement de longueur d'onde émise; cavités optiques sélec- 
tives. — Comme :il a été dit précédemment, les lasers à colorants 
permettent un changement de longueur d'onde émise. Dans ce but 
on peut profiter du fait que la position de la raie laser du colorant 
dépend de la concentration des molécules de colorant dans la solu- 
tion, de la température de la solution, des coefficients de réflexion 
des miroirs de la cavité. Pour pouvoir changer la longueur d'onde 
émise, on utilise le plus souvent des cavités résonnantes sélectives. 

La cavité sélective est une cavité résonnante qui renferme en 
plus du milieu actif encore un élément sélecteur de spectre. Comme élé- 
ments sélecteurs de spectre on emploie les filtres optiques sélectifs. 
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les interféromètres de Pérot et Fabry, les prismes de dispersion, les 
réseaux de diffraction. 

La fig. 1.22, a représente un laser à colorant à changement con- 
tinu de longueur d'onde émise au moyen d’un prisme de dispersion. 
On y distingue : 7, une cuve à colorant ; 2, le rayonnement de pom- 
page (depuis un laser auxiliaire); 3, le rayonnement de sortie; 4. 
le miroir de sortie de la cavité; 5, un prisme; 6, un miroir de réfle- 
xion tournant par rapport au prisme. La cuve est orientée de telle 
sorte que la perpendiculaire à sa paroi forme avec la direction d’émis- 
sion du colorant l’angle de Brewster œ. Dans ces conditions le ravon- 
nement laser est polarisé rectilignement (le vecteur E oscille dans 


Fig. 1.22 


le plan de la figure) et les pertes par réflexion du rayonnement sur 
les parois de la cuve sont pratiquement nulles. Le rôle de l'élément 
sélectif est dans ce cas joué par le prisme. Suivant l'orientation du 
plan du miroir 6 par rapport au prisme, on obtient l’oscillation à 
une longueur d’onde déterminée. En faisant tourner le plan du miroir 
6, on peut faire varier de façon continue la longueur d'onde émise 
(dans les limites de la largeur de la raie de luminescence du colorant 
donné). 

Un effet analogue s’obtient également si l’on remplace un des 
miroirs de la cavité par un réseau travaillant en réflexion. Le schéma 
d’un tel laser est représenté par la fig. 1.22, b. Dans cette figure: Z 
à 4. les mêmes que sur la fig. 1.22, a; à, un réseau de diffraction ré- 
fléchissant : 6, un système télescopique servant à une meilleure sé- 
lection du rayonnement très directif. L’angle de diffraction 6 est 
lié à la longueur d'onde émise À par la relation connue 


2d sin 8 = À, (1.3.1) 


où d est la période du réseau. Pour une valeur donnée de l’angle 8, 
que la perpendiculaire au réseau fait avec l'axe de la cavité (pour une 
orientation donnée du réseau dans la cavité), le rayonnement sera 
émis à la longueur d’onde À définie par la formule (1.3.1.) (1). C'est 
seulement à cette longueur d'onde que le rayonnement réfléchi par le 
réseau se propagera le long de l'axe de la cavité optique résonnante. 
En faisant tourner le réseau de diffraction, on peut faire varier l’angle 
8 et par là même changer la longueur d'onde émise. 


(*) Cette longueur d'onde doit bien entendu se situer à l'intérieur de la raie 
de luminescence du colorant considéré. 


a* 
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L'élément assurant la sélection des longueurs d’onde (prisme, 
réseau de diffraction, etc.) remplit une double fonction : il sélectionne 
une raie d’oscillation étroite et permet de modifier la position de 
cette raie dans les limites de la largeur de la raie de luminescence du 
colorant. L'emploi d’un seul élément permet de rétrécir la raie d'’os- 
cillation jusqu’à 10% à 10-* um sans que la puissance de sortie s'en 
trouve réduite de façon appréciable; il en 
résulte qu’au lieu d’une raie de luminescen- 
ce très large et relativement peu intense 
on obtient une raie d'oscillation très étroi- 
te et bien intense. Ces deux raies sont 
comparées qualitativement à la fig. 1.23 
(Z, la raie de luminescence ; 2, la raie d’os- 
cillation). 

Pour obtenir un plus grand rétrécisse- 
ment de la raie d’oscillation on a recours à 
une combinaison de plusieurs éléments sé- 
lecteurs. On arrive à obtenir par cette mé- 
thode des raies d’oscillation jusqu’à 105 um 
de largeur mais au prix des pertes nota- 
bles inévitables de la puissance rayonnée. 

Fig. 1.23 Problème de l'extension de gamme de chan- 
gement de longueur d’onde émise. — Pour élargir 
la gamme de changement de longueur d'onde émise 

d'une solution active donnée d’un colorant, on peut avoir recours à différentes 
méthodes. C’est ainsi par exemple qu’on peut modifier la structure chimique 


du colorant par suite des réactions chimiques provoquées par adjonction au 
milieu actif des réactifs appropriés. L'interaction entre les mo 


écules de colorant 
et les additifs provoque la création des formes ivniques du colorant présentant 
des propriétés spectrales différentes. Malheureusement cette méthode de change- 
ment de longueur d'onde est peu rapide et de plus n'est pas réversible. 

Une méthode plus intéressante est celle qui utilise les modifications rever- 
sibles des propriétés spectrales des solutions de colorants de coumarine lorsqu'el- 
les sont parcourues par un courant électrique [28]. On a constaté que le passage 
du courant provoque un déplacement du spectre du colorant de 0,05 um environ 
vers les ondes longues, si bien que le domaine de changement de longueur d'onde 
émise du colorant se trouve élargi (de 1,5 à 2 fois). 


$ 1.4. LASERS À GAZ À POMPAGE OPTIQUE À LARGE BANDE 


Problème du pompage optique des milieux actifs gazeux. — Dans 
le cas des lasers à solides et des lasers à liquides l'efficacité du pom- 
page optique est liée avant tout à une largeur relativement grande de 
la raie d'absorption des milieux actifs solides et liquides qui est de 
l'ordre de 0,1 um (1). Les milieux actifs gazeux se caractérisent par 
des raies d'absorption sensiblement plus étroites, ayant une largeur 


(*) La largeur du spectre d'absorption est montrée pour quelques milieux 
concrets (solides et liquides) sur les fig. 1.14, a, 1.17, a et 1.19, b. 
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de l’ordre de 10-$ um et mème moins. Pour réaliser l’excitation opti- 
que d’un gaz il est nécessaire que le rayonnement de pompage pré- 
sente un spectre de raies suffisamment étroites et que le maximum 
de l’une au moins des raies intenses de la pompe coïncide exactement 
avec le maximum de l’une des raies d'absorption du centre actif. 

C’est précisément une telle situation qui a lieu dans un laser à 
vapeur de césium [29]. Les atomes de Cs 
sont excités par le rayonnement d’une 
lampe à hélium dont le spectre comporte 
une raie intense étroite à À — 0,3888 um 
qui correspond assez exactement à la 
longueur d’onde d’une des transitions 
dans le césium. 

Quant au pompage optique incohérent 
ordinaire (à large bande), il est évident 
que dans le cas des lasers à gaz son effica- 
cité est extrêmement faible. Les raies 
d’absorption des particules de gaz étant 
tres étroites, seule une fraction minime 
de la puissance lumineuse de la pompe 
sera dans ce cas utilisée pour l'excitation 
des centres actifs; la majeure partie de la 
puissance lumineuse tombant sur le mi- 
lieu actif sera dépensée en pure perte pour 
l’échauffement du gaz et des objets 
environnants. C’est la raison pour laquelle le pompage opti- 
que à large bande n’est généralement pas utilisé dans les lasers à gaz. 

Possibilité de pompage optique à large bande dans les gaz: lasers 
à photodissociation. — I] ne sera faite une exception que pour des 
milieux gazeux contenant des molécules qui se dissocient sous l’effet 
d’un rayonnement. Ceci tient à ce que le spectre d'absorption des 
molécules dans un gaz, lié à la photodissociation, est un spectre con- 
tinu qui ne cède pas en largeur aux spectres d'absorption des milieux 
actifs solides et liquides. Reportons-nous à ce propos à la fig. 1.24. 

Cette figure représente les termes électroniques d'une molécule 
biatomique (courbes 7 et 2). Supposons que la molécule soit à un des 
états vibrationnels du terme 7 (l’énergie de la molécule est égale à 
E,). En absorbant le rayonnement de pompage. la molécule peut 
passer au terme électronique 2. Suivant le principe de Franck-Condon() 
de telles transitions doivent ètre représentées sur la figure par des 
flèches verticales (v. lignes en traits interrompus). Comme le montre 
la figure. la transition Z — 2 est possible lorsque les énergies 2w 
des photons absorbés satisfont aux inégalités (£, — E,)<< ho < 
< (E3 — E;). Sihw< (E, — E;), la molécule passe de l’état vibra- 


Fig. 1.24 


() Voir par exemple [1], $ 3.7. 
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tionnel de départ du terme 7 à un des états vibrationnels du terme 2. 
Le spectre d'absorption est dans ces conditions une série de raies 
étroites. Si au contraire Âo >> (£, — E;), la molécule effectue la 
transition /Z —+ 2 qui conduit à sa dissociation. Dans ce cas, le spectre 
d'absorption sera continu ; sa largeur est égale à £; — E.. 

Le caractère continu et une largeur relativement grande du spec- 
tre d'absorption des molécules photodissociables permettent d’uti- 
liser le pompage optique à large bande pour initier les réactions de 
photodissocialion : 


AB — ho — A* + B. 


Parmi les produits de dissociation de la molécule il existe au 
moins un à l’état excité (A*) qui peut être utilisé pour obtenir l’os- 
cillation laser. Ainsi, le pompage optique à large bande des lasers à 
gaz devient possible si l’on utilise comme processus intermédiaire la 
photodissociation des molécules (!). Les lasers à gaz de ce type ont 
reçu le nom de lasers à photodissociation. 

On distingue deux types de lasers à photodissociation. Dans le 
premier type le rôle du centre actif excité est joué par un des produits 
de photodissociation de la molécule (excitation au cours des photo- 
processus primaires). Dans les lasers du deuxième type, les centres 
actifs excités sont obtenus par suite des réactions chimiques entre 
les produits de dissociation des molécules (excitation au cours des 
réactions chimiques secondaires). Dans ce dernier cas le laser est dit 
encore photochimique. 


Actuellement on étudie la possibilité de réalisation des lasers à gaz à tran- 
sitions électroniques permises des molécules utilisant un pompage optique à large 
bande direct (sans photodissociation des molécules). Ces possibilités reposent 
sur un spectre d'absorption relativement large de certaines molécules (surtout 
des molécules polvatomiques) dans l'ultraviolet. Une faible valeur des quanta 
vibrationnels pourra conduire dans ce domaine à un spectre d'absorption presque 
continu (*). 


Laser à iode à photodissociation. — Comme exemple de laser à 
photodissociation, indiquons un laser oscillant sur les transitions des 
atomes d’iode [32]. Etant soumises à un pompage optique à large 
bande (de 0,27 um de longueur d'onde) les molécules CF.,J se dis- 
socient : CF,J + fo — CF, - J*. Les atomes d’'iode J* prennent 
naissance à l’état excité “P,,.. Les transitions de ces atomes vers 
l'état *P,,, donnent lieu à l'émission d'un rayonnement à la lon- 
gueur d'onde de 1,315 1m. En plus des molécules CF,J on peut éga- 
lement utiliser les molécules CII.J. 


() La méthode de pompage optique à large bande des lasers à gaz contenant 
des molécules photodissociables à été proposée dans [30]. 

€) Le pompage optique à large bande dans les lasers à gaz avec et sans pho- 
todissociation des molécules est examiné dans [31]. 
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Le rendement des lasers à photodissociation est d'environ 0,5 ‘%. 
Il peut en principe être amélioré par l'élargissement du spectre d’ab- 
sorption des molécules en dissociation du milieu actif gazeux ainsi 
que par utilisation des réactions chimiques qui accompagnent le 
processus de photodissociation. À ce propos, on cherche à élargir 
la classe de milieux actifs susceptibles à être utilisés dans les lasers 
à photodissociation [31]. 


Problème de la conversion directe de l’énergie solaire en rayonnement 
laser. — La possibilité de réalisation d'un laser à photodissociation pompé 
par la lumière du Soleil, c’est-à-dire d'un laser solaire, est étudiée dans [33]. 
Le milieu actif d'un tel laser doit satisfaire à plusieurs conditions: la bande 
d'absorption constitue une partie notable du spectre solaire, le rendement 
quantique est aussi élevé que possible, l’oscillation prend naissance pour un 
pompage en continu d'intensité relativement faible. 

Comme milieu actif à utiliser dans le laser solaire, on propose un mélange 
gazeux contenant du césium moléculaire et du xénon. En absorbant le rayonne- 
ment solaire dans une bande allant de 0.44 à 0.52 pm environ, les molécules Cs, 
se dissocient en atomes de césium. Parmi les produits de dissociation apparais- 
sent des atomes de césium excités à l'état 72S,/, (désignons-les par Cs **). L'os- 
cillation laser peut prendre naissance sur les transitions de ces atomes vers les 
états moins excités 62P.,/, et GP, , : 


Cs*s RER Cs* { 


Les longueurs d'onde émises correspondant à ces transitions sont de 1.47 et 
1,36 pm. 

Un problème qui se pose avec une acuité particulière dans le laser considéré 
est celui du dépeuplement sélectif des niveaux inférieurs des atomes de césium 
{sans provoquer la désexcitation du niveau supérieur de la transition laser). 
On a proposé un mécanisme de relaxation chimique basé sur le fait que les ato- 
mes Cs * (mais non pas les atomes Cs **) réagissent activement avec les atomes 
Xe pour former des molécules excitées CsXe. Ces molécules sont « éclatantes »: 
leur état fondamental est instable. En passant à l'état fondamental, les molé- 
cules CsXe se décomposent en atomes non excités Cs et Xe. 


$ 1.5. POMPAGE AVEC UTILISATION 
D'UNE DÉCHARGE ÉLECTRIQUE AUTO-ENTRETENUE 
DANS DES GAZ RARÉFIÉS 


*« 


Types de lasers à pompage par décharge. — Pour exciter les la- 
sers à gaz on applique très largement la méthode de pompage basée 
sur l'utilisation d'une décharge électrique auto-entretenue dans le 
milieu actif. De tels lasers sont appelés lasers à pompage par dé- 
charge (!. Leurs milieux actifs sont constitués par des gaz forte- 
ment raréfiés : sous une pression d'environ { à 10 mm de mercure. 
On distingue trois types de lasers à pompage par décharge: les 
lasers oscillant sur les transitions entre les niveaux des ions (lasers 


(*) La physique des lasers à pompage par décharge est étudiée dans [34 
à 36]; voir aussi [4, 7, 8, 37, 38]. 


40 PROCEDES DE RÉALISATION DE L'INVERSION DE POPULATIONS [{Ch. 1 


à gaz ionisé); les lasers oscillant sur les transitions entre les niveaux 
des atomes neutres (lasers à atomes neutres ou lasers à transitions ato- 
miques) ; les lasers oscillant sur les transitions entre les niveaux des 
molécules (lasers à transitions moléculaires ou lasers moléculaires 
tout court). Les centres actifs de ces trois types de lasers sont cons- 
titués respectivement par les ions libres, les atomes libres et les 
molécules libres. 

Les lasers à gaz ionisés oscillent essentiellement dans le domaine 
du visible ainsi que dans le proche ultraviolet (à des longueurs d'onde 
de 0,3 à 1 um environ). Les lasers à transitions atomiques émettent 
dans une gamme de longueurs d’onde plus large qui s'étend de 0,4 
à 100 um, mais le nombre principal de transitions laser tombe dans le 
domaine de À à 20 um. 

Les lasers moléculaires se caractérisent par la gamme de longueurs 
d'ondes émises la plus large. Les lasers moléculaires oscillant sur les 
transitions entre les niveaux rotationnels d'un même état électro- 
niqueet vibrationnel de la molécule (transitions purement rotation- 
nelles) émettent dans le large domaine infrarouge à des longueurs d’on- 
de allant de 10 ou 20 um jusqu’à plusieurs centaines de micromètres. 
Les lasers moléculaires utilisant les transitions entre les niveaux 
vibrationnels d’un même état électronique de la molécule (transi- 
tions de vibration-rotation) émettent dans l’infrarouge à des longueurs 
d'onde de 5 à 50 um. Les lasers moléculaires peuvent également 
osciller sur les transitions entre les états électroniques de la molé- 
cule; dans ce cas les longueurs d'onde émises se situent dans les 
portions visible ou ultraviolette du spectre (de 0,2 à 1 um environ) (!). 


Les transitions de vibration-rotation dans les lasers obéissent aux régles de 


sélection : 
Au — +1, A =, +1, (1.5.1) 


où v et ; sont les nombres quantiques de vibration et de rotation respective- 
ment; Avet Aj, les variations de ces nombres par suite de la transition. Lorsque 
Aj = 0, on dit que les transitions appartiennent à la branche @. Les transitions 
entre le niveau rotationnel ; — 1 de l’état vibrationnel supérieur et le niveau j 
de l’état vibrationnel inférieur appartiennent à la branche P. Les transitions 
entre le niveau rotationnel j + 1 de l’état vibrationnel supérieur et le niveau j 
de l’état vibrationnel inférieur se rapportent à la branche À. 


Décharges électriques utilisées dans les lasers à pompage par 
décharge. — Le milieu actif d'un laser à pompage par décharwe est 
constitué par un plasma produit par la décharge électrique dans le 
gaz. Si les temps de montée et de descente de l’impulsion de courant 
sont inférieurs aux temps caractéristiques d'établissement de l’équi- 
libre dans le plasma, la décharge électrique se produit par impulsions. 
En plus des décharges par impulsions on utilise également des dé- 


() Un exemple est fourni par des lasers moléculaires oscillant sur les tran- 
sitions d'un état électronique excité stable vers un état répulsionnel (lasers 
à eximéres). 
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charges électriques stationnaires (quasi stationnaires). Dans les la- 
sers à pompage par décharge on utilise deux ty pes de décharges sta- 
tionnaires : la décharge par arc (dans des lasers à gaz ionisés) et la 
décharge luminescente (dans des lasers moléculaires et des lasers à 
transitions atomiques). 

La décharge en régime d’arc et la décharge luminescente sont 
comparées sur la fig. 1.25 qui montre les variations caractéristiques. 


d. 
URL. 


(es | En [= | 
a) 
Z 2 2 
Cathode Anode b) 
Fig. 1.25 Fig. 1.26 


du potentiel le long de l’intervalle de décharge pour les deux types 
de décharge. Dans cette figure: l'indice Z (ainsi que la courbe 7} 
se rapporte à la décharge en arc et l’indice 2 (et la courbe 2) à la dé- 
charge luminescente; d, la longueur du domaine cathodique de la 
décharge ; L, la longueur de la colonne positive, c’est-à-dire de l’es- 
pace où les caractéristiques de la décharge sont les plus stables et 
l'intensité de champ est constante sur toute la longueur (c'est pré- 
cisément cette région du milieu actif qui est utilisée); L””, la tension 
de travail (différence de potentiel entre l’anode et la cathode). La 
figure illustre les inégalités suivantes (la distance anode-cathode 
étant la même pour les deux décharges) : 


dd Ur EU, L>L. (4.5.2) 


Les valeurs numériques caractérisant les décharges considérées 
sont comparées dans le Tableau 1.2. Dans ce Tableau: 7, est la tem- 
pérature du constituant lourd du plasma (température de la dé- 
charge); 7, la température du constituant électronique (7empé- 
rature électronique) ; n.. la concentration en électrons libres du plasma. 
La décharge en arc se caractérise par de fortes intensités de courant, 
une température élevée et un degré d’ionisation (? relativement éle- 


(?) Le degré d'ionisation du plasma est égal au rapport de la concentration 
des électrons libres dans le plasma à la concentration des particules lourdes. 
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Tableau 1.2 


ens Densité de Jonisation 
Décharge es ce coNranEs Ta, K Te. K ne, cm3 relative, 4 
: /cm= 


en arc 40 à doul 410 à 118 | = 108 — 10! = 1013 >1 
luminescentel >1(P 4073 à 0,1 3.408 [>10!] 140% à 1011 4074 à 4072 


vé du plasma; la décharge luminescente se caractérise au contraire 
par de faibles intensités de courant, une basse température et un 
degré d'ionisation relativement faible du plasma. 

Selon le mode d’amorçage les décharges stationnaires se répartis- 
sent en décharges à haule fréquence et décharges à courant continu. 
Les premières sont produites par un courant alternatif à fréquence 
de 10 à 50 MHz (dans ce cas les électrodes sont placées en dehors du 


Fig. 1.28 


tube à décharge dans le gaz, v. fig. 1.26. a) ; les secondes sont amor- 
cées par un courant continu (les électrodes sont placées à l’intérieur 
du tube, v. fig. 1.26, b). Dans la fig. 1.26 on distingue: 7, le tube à 
décharge dans le gaz; 2. les électrodes. 

Laser à argon ionisé [39]. — Considérons à titre d'exemple de 
laser à gaz ionisé le laser qui oscille sur les transitions dans l’argon 
Ari (sur les transitions entre niveaux de l'ion simple Ar*) (, 
La structure d’un tel laser est schématisée sur la fig. 1.27 pour la 
variante d'excitation par courant continu. On y distingue: 1. l’ano- 
de; 2. la cathode; 3, le volume utile du tube; 4, un système de re- 
froidissement par circulation d'eau; 3, un canal périphérique: 6, 
les miroirs de la cavité (l’un à réflexion totale et l’autre de sortie); 
7, les fenêtres de sortie du tube à décharge dans le gaz inclinées à 
l'angle de Brewster sur l’axe de la cavité optique; 8, le rayonnement 
de sortie. Le canal périphérique sert à égaliser la pression suivant 
la longueur du tube à décharge dans le gaz. Si un tel canal n'est pas 


() En spectroscopie, pour la désignation des gaz ionisés on utilise des chiffres 
romains supérieurs d’une unité à Ja multiplicité d'ionisation (c'est ainsi par 
exemple que Arll contient les ions Ar*; Arlll, les ions Ar**, et ainsi de suite). 
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prévu, le gaz s’accumule dans le tube près de l’anode peu de temps 
après l’amorçage de la décharge. 

Si l'excitation s'effectue par décharge à haute fréquence, les 
électrodes à l’intérieur du tube ne sont pas utilisées. La décharge peut 
être excitée au moyen d’une bobine enfilée sur le canal périphérique 
et alimentée par un courant alternatif à haute fréquence (fig. 1.28). 
Sur cette figure: / est une 
partie du canal périphéri- 
que; 2, la bobine d'alimen- 
tation. 

On utilise largement une 
méthode permettant, au 
moyen d’un champ magné- 
tique longitudinal. de re- 
pousser la décharge des pa- 
rois du tube laser. Jl en ré- 
sulte une diminution de la 
vitesse de relaxation des 
états ioniques excités dus 
aux collisions contre les pa- 
rois du tube et par consé- 
quent une augmentation de 
la puissance de sortie du 
rayonnement laser. 

Mécanisme  d'établisse- 0 RIRE 
ment d’une inversion de po- Sr” 3p 
pulations dans un laser à Fig. 1.29 
argon ionisé. — La fie. 1.29 | 
montre les transitions prin- 
cipales de l’ion Ar* qui participent à la création de l’inversion de 
populations dans le laser à argon; les flèches en pointillés désignent 
les transitions liées à l’excitation électronique et les flèches conti- 
nues les transitions optiques. La figure représente cinq groupes d'états, 
dont chacun se caractérise par une configuration électronique déter- 
minée (c'est-à-dire par une répartition déterminée des électrons dans 
l'ion dans des états ayant des nombres quantiques principal (#) 
et orbital (2) différents), à savoir : 3p*4s, 3p*4p, 3p*3p, 3p*3d, 3p*4d. 
Le groupe d’états caractérisé par la configuration électronique 3p*4s 
(quatre électrons à l'état de 7 — 3 et ! — 1 et un électron à l'état de 
n = 4etl{ -:0; quatre électrons 3p et un électron 4s) correspond au 
« niveau » inférieur de la transition laser; nous l’appellerons « ni- 
veau 4s». Le groupe d'états de configuration électronique 3p*4p 
correspond au « niveau » supérieur de la transition laser (« niveau 
4p »). Le groupe d'états de configuration 3p*3p (autrement dit, de 
configuration 3p°) correspond au « niveau » fondamental (« niveau 
3p »). Le terme « niveau » est employé ici! entre guillemets parce 
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qu’à chaque configuration électronique correspondent plusieurs états 
d'énergie de l’ion (plusieurs termes spectraux) (). C'est ainsi par 
exemple qu’à la configuration électronique 3p*4p correspondent 15 
termes, ce qui signifie qu’en réalité le « niveau 4p » se compose de 
15 niveaux d’énergie. C’est pour cette raison qu’à chacune des con- 
figurations électroniques est associée sur la figure une bande d’éner- 
gie d’une hauteur déterminée. Les termes spectraux correspondant 
dans le cas considéré au « niveau » fondamental ainsi qu'aux « ni- 


veaux » inférieur et supérieur des transitions laser sont indiqués dans 
le Tableau 1.3. 


Tableau 1.3 


électronique Termes spectraux 


Confisuiation | 


3p°3p Pire P ape 

3p'4s Pie Pare" Pyje Pape" P579 Dyo D; je 132 

3plAp FS 112" S 37e" Pyy2 Psp Pipe" Pop P yo 
D3,2 D; Die Dao Ds pe Dpt Fspo*F3j0 


EE —————— —_—_—_———— a 


Raies danse Je spectre de luminescence de l'arvon (transition 4p — 4s): 
0,455, 0,466, 0,473, 0,477, 0,488, 0,497, 0,512, 0,515 um. 


Remarquons que l'origine des bandes d'énergie dans les schémas de la 
fig. 1.16 (laser YAG : Nd°*) et de la fig. 1.29 (laser à argon ionisé) est diffé- 
rente. Sur la fig. 1.16, chaque bande correspond à un seul terme spectral (ato- 
mique) qui subit une décomposition par effet Stark en plusieurs sous-niveaux 
sous l'action du champ électrique du réseau cristallin. Sur la fig. 1.29, chaque 
bande correspond à plusieurs termes spectraux non fissionnés. 


La transition laser 4p — 4s donne lieu à l’émission sur 8 raies dont 
les longueurs d'onde sont indiquées dans le Tableau 1.3. Les plus 
intenses sont la raie bleue à la longueur d’onde de 0,488 pm (d’in- 
tensité relative de 45 %}) et la raie verte à 0,515 um (35 %). Le 
« niveau » supérieur de la transition laser est excité par le jeu de 
plusieurs transitions: a) transition 3p — 4d — 4p, b) transition 
3p — 3d — 4p, c) transition 3p — 4p (excitations électroniques 
en cascade, par degrés et directe respectivement). 

Fait remarquable, la vitesse d’excitation électronique du « ni- 
veau » supérieur de la transition laser (désignons-la par F (4p)) est 


(1) Le lien qui existe entre une configuration électronique et les termes 
spectraux qui lui correspondent est expliqué en particulier dans [40]; voir aussi 
[1], $ 3.1. 
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inférieure à la vitesse d’excitation électronique du « niveau » infé- 
rieur (F (4s)). Il se trouve que F (4s)/F (4p) & 2. L'inversion de 
populations s’établit du fait que les états inférieurs relaxent sensible- 
ment plus vite que les états supérieurs : 


R (%s)/R(4p) = 10N 


La relaxation des niveaux des transitions laser se produit essentielle- 
ment par l'émission spontanée. Dans ces conditions, il est d’une 
importance substantielle que la transition 4p — 3p est interdite à 
l'approximation dipolaire (optiquement interdite) et que les niveaux 
des transitions laser se si- 
tuent suffisamment haut par 
rapport au niveau fonda- 
mental. Ainsi, dans un la- 
ser à argon ionisé, l’inver- 
sion de populations s'ob- 
tient grâce à un dépeuple- 
ment préférentiel des états 
inférieurs et non grâce à un 
peuplement préférentiel des 
états supérieurs. 

Laser à  hélium-néon; 
mécanisme de réalisation 
d’une inversion de popula- 
tions. — Le laser à hélium- 
néon est historiquement le 
premier laser à gaz à être 


PRET . =, — LR, ——— 
réalisé [41]. Il oscille sur He A 

les transitions entreniveaux 

des atomes neutres de néon. Fig. 1.30 


En plus du néon le milieu 

actif gazeux contient un gaz tampon, l'hélium. La pression du mélange 
gazeux est de l’ordre de 1 mm de mercure, la pression partielle de 
l'hélium étant d'environ 5 à 10 fois celle du néon. L'ionisation et le 
pompage dans ce laser s'effectuent par une décharge luminescente 
stationnaire excitée par un courant continu. 

La fig. 1.30 montre les principales transitions dans le milieu actif 
du laser à hélium-néon. Les flèches en traits interrompus y figurent 
les transitions liées à l’excitation électronique ou à la désexcitation, 
les flèches en traits continus désignent les transitions optiques, la 
flèche en pointillés montre la transition liée à la désexcitation par 
collisions contre les parois et les flèches en forme de demi-cercle 
désignent le transfert résonnant d’énergie d’excitation des atomes 
d'hélium aux atomes de néon. Les bandes d’énergie représentées sur 
la figure pour l’atome de néon correspondent, de même que dans le 
cas du laser à argon ionisé, à des configurations électroniques détermi- 
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nées et se composent donc de plusieurs niveaux (plusieurs termes 
spectraux). Les notations utilisées sur la figure sont des notations 
abrégées (suivant Pashen): la bande {Âs correspond à la configuration 
2p°3s, la bande 2s à la configuration 2p°4s, la bande 3s à la configu- 
ration 2p°os. la bande 2p à la configuration 2p°3p. la bande 3p à la 
configuration 2p°4p. Chacune des bandes s se compose de quatre ni- 
veaux et chacune des bandes p en a dix. 

Le rôle des niveaux supérieurs des transitions laser est joué par 
les bandes 3s et 2s et celui des niveaux inférieurs par les bandes 3p 
et 2p. Les principales transitions laser sont: 3s— 3p (3,39 um), 
2s —+ 2p (1,15 um). 3s— 2p (0,6328 um, la raie rouge). 

L’inversion de populations dans le laser à hélium-néon résulte du 
fait que la vitesse de peuplement des niveaux supérieurs des transi- 
tions laser est nettement plus grande que celle des niveaux infé- 
rieurs. Le rôle décisif revient ici au transfert résonnant de l'énergie 
de l’hélium au néon. Le choc de l’atome de néon sur un atome d'’hé- 
lium se trouvant au niveau 2!S, peut donner lieu à l’excitation d’un 
des niveaux de l’atome de néon dans la bande 3s; le choc sur un 
atome d’hélium se trouvant dans l’état 2%S, peut provoquer l’exci- 
tation du niveau de l’atome de néon dans la bande 2s. Le transfert 
résonnant de l’énergie de l’hélium au néon est favorisé par trois 
circonstances : la proximité des niveaux d'énergie correspondants 
des atomes d’hélium et de néon, la métastabilité des niveaux 21S, 
et 23S, de l’hélium (et donc l’impossibilité de leur relaxation par 
émission spontanée), la pression plus élevée de l’hélium dans le mé- 
lange gazeux (ce qui réduit la probabilité du transfert d'énergie en 
sens inverse, du néon à l’hélium). 

La relaxation des niveaux inférieurs des transitions laser (bandes 
3p et 2p) se fait par émission spontanée et s'accompagne du passage 
des atomes de néon dans la bande 1s. Quant aux transitions sponta- 
nées des niveaux supérieurs (bandes 3s et 2s) vers la bande Îs, elles 
sont interdites à l’approximation dipolaire. La relaxation des niveaux 
dans la bande 1{s est un « goulot d’étranglement » du laser à hélium- 
néon; la relaxation de ces niveaux s’effectue par les processus de 
désexcitation électronique ainsi que par collisions des atomes de 
néon contre les parois du tube. Ces derniers processus sont d’une 
grande importance, ce qui est confirmé par le fait que la puissance 
d’un laser à hélium-néon est inversement proportionnelle au diamètre 
du tube à décharge gazeuse. 

Laser à vapeur de cuivre [5]. — Un autre exemple de laser à 
pompage par décharge dans le gaz, oscillant sur transitions atomiques 
est fourni par le laser à vapeur de cuivre. Il présente un intérêt com- 
me appartenant à la classe de lasers travaillant sur des transitions 
auto-limitées. Pour la production des vapeurs de cuivre et la réalisa- 
tion de l’inversion de populations on fait appel à une décharge par 
impulsions. 
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Le diagramme d'énergie des atomes de cuivre est représenté sur la 
fig. 1.31. Les flèches en traits interrompus y désignent les transi- 
tions liées à l'excitation électronique et les flèches en traits pleins 
les transitions optiques donnant lieu à l'oscillation laser (0,51 et 
0,58 um). Le niveau supérieur de la transition laser [les termes ato- 
miques *P,,, et *P37,, la configuration électronique correspondant à 


Fig. 1.31 Fig. 1.32 


ces termes est (3412) 4p] est constilué par le premier niveau de réso- 
nance de l'atome de cuivre. Les niveaux inférieurs des transitions 
laser [les termes °D,,, et D,,,, la configuration électronique corres- 
pondante est 3d°4s°] sont des niveaux métastables; les transitions 
entre ces niveaux et le niveau fondamental (le terme *S,,,) sont opti- 
quement interdites. Rappelons que la probabilité d'excitation électro- 
nique est beaucoup plus faible sur les transitions optiquement inter- 
dites que sur les transitions permises. C’est pourquoi les électrons 
contenus dans le plasma à décharge gazeuse exciteront effectivement 
les états supérieurs des atomes de cuivre sans exciter pratiquement 
les états inférieurs des transitions laser. Il en résulte, dans l'étape 
initiale de la formation de l’impulsion d’excitation, la création 
d'une forte inversion de populations sur la transition laser. 

Laser moléculaire à gaz carbonique (laser à CO2). — Les lasers 
moléculaires à gaz carbonique ® permettent de réaliser de fortes 


(!) Le laser à CO, a été construit en 1964 [42]. Les lasers à CO, sont étudiés 
dans [43 à 46]; voir aussi [4, 8, 36]. 
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puissances en continu (jusqu’à 10 kW et plus) et se caractérisent par 
un rendement extrémement élevé (jusqu’à 40 %). Le milieu actif 
d'un tel laser est constitué par un mélange de gaz carbonique et d’azo- 
te moléculaire contenant en outre quelques additifs (hélium, vapeurs 
d'eau et autres). Comme centres actifs sont utilisées des molécules 
CO, qui émettent sur les transitions entre niveaux vibrationnels de 
l’état électronique fondamental. L’azote joue le rôle de gaz tampon 
dont les molécules transfèrent par résonance l'énergie d’excitation 
aux molécules CO,. Pour l’excitation des lasers à CO, on utilise le 
plus souvent une décharge luminescente ; on fait également appel à 
la décharge par impulsions. 

La structure d’un laser à CO, dans sa variante primitive est 
schématisée sur la fig. 1.32,a. On distingue ici: /, un système de 
circulation du gaz carbonique; 2, un système de circulation de l’azo- 
te; 2. la région de décharge luminescente haute fréquence; 4, le 
volume utile dans lequel sont mélangées les molécules excitées d’azo- 
te et les molécules CO, non excitées; 5, les miroirs de la cavité; 
6, le rayonnement de sortie. Dans cette variante de laser à gaz car- 
bonique, les électrons produits par la décharge n’excitent que les 
molécules d’azote, ensuite, dans une autre région de l’espace, les 
molécules d'azote excitées transfèrent leur énergie aux centres 
actifs. 

Dans les variantes plus récentes de laser à CO,, on utilisait une 
décharge, généralement luminescente à courant continu, dans un 
mélange CO, + N,. La structure d’un tel laser est représentée sur 
la fig. 1.32, b. On y distingue: 7, le volume utile; 2, l’anode; 3, la 
cathode ; 4. les miroirs de la cavité: +, le rayonnement de sortie. 
Ce schéma, de même que le schéma précédent est basé sur la circula- 
tion du gaz. La circulation du gaz permet de prévenir un changement 
indésirable de la composition chimique du milieu actif gazeux, qui 
peut se produire en particulier par suite de la réaction 2CO, —+ 
— 2C0 + O.. 

A l'heure actuelle, on utilise largement des lasers à CO, scellés 
(sans circulation de mélange gazeux). La durée de service de tels 
tubes à décharge gazeuse peut être suffisamment grande, jusqu’à 
1000 h et plus. 

Mécanisme d’établissement de l’inversion de populations dans 
un laser à CO.. — La molécule CO, possède 4 degrés de liberté de 
vibration auxquels correspondent 3 types de vibrations: symétriques 
(fig. 1.33, a), de déformation (fig. 1.33, b), asymétriques (fig. 1.33, c) (D. 
Désignons la fréquence de ces vibrations par «,, &2, ©, respective- 
ment. [Indiquons que Aw, = 0,163 eV, hkw,—= 0,078 eV, fo;3— 
= 0,276 eV; a, = 202. 

(!) L'énergie des vibrations de déformation est doublement dégénérée (le 
typeïde vibrations de déformation correspond à deux degrés de liberté de vibra- 
tion de la molécule). 
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Les états vibrationnels de la molécule CO, seront désignés par un 
système de trois nombres quantiques de vibration: v,, v,, va. Ces 
nombres sont égaux à la multiplicité d’excitation respectivement 
des vibrations symétriques, de déformation et asymétriques de la 
molécule CO.. C'est ainsi par exemple que l’état vibrationnel (020) 


VA pm 


| 
sl 


| 


ue 


0 
————_—————— ——— Ne Pi nat 
CO: N: 
Fig. 1.34 


(, —0. w,=2, v; = 0) est un état dans lequel les vibrations de dé- 
formation sont excitées doublement, alors que les vibrations symé- 
triques et asymétriques ne sont pas excitées. 

Le mécanisme d'établissement de l’inversion de populations dans 
le laser à gaz carbonique est illustré par la fig. 1.34 qui montre les 
niveaux d'énergie de la molécule CO, répondant à trois types diffé- 
rents de vibrations ainsi que le premier niveau vibrationnel excite 
de la molécule d’azote. Le niveau supérieur de la transition laser 
est le niveau (001); le niveau inférieur est représenté par les niveaux 
(020) et (100). La transition (001) —> (100) s'accompagne de l’émis- 
sion à la longueur d’onde de 10,4 um et la transition (001) — (020) 
donne lieu à l’émission à la longueur d'onde de 9,4 um. L'’excitation 
du niveau (001) s'effectue par collisions inélastiques entre les molé- 
cules CO, et les électrons (excitation électronique) et les molécules 
N, excitées (transfert résonnant d'énergie). Ces dernières sont excitées 
au cours des chocs avec les électrons. 

La relaxation des niveaux (020) et (100) se fait essentiellement 
par transfert résonnant d'énergie aux molécules non excitées de gaz 
carbonique avec accumulation des molécules CO, dans l’état (010) 
(v. les transitions désignées par la lettre r sur la fig. 1.34): 


CO, (020) + CO, (000) — 2CO, (040), 
CO, (400) + CO, (000) + 2CO, (010). 


4—01345 
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La relaxation du niveau (010) est le point le plus critique dans le 
laser considéré. Ce niveau relaxe principalement selon un mécanisme 
de transfert cinétique de l’énergie aux molécules H,0 ou aux atomes 
He (v. la transition désignée par la lettre g sur la fig. 1.34). Ainsi, 
les collisions inélastiques entre les molécules CO, (010) et les additifs 
spécialement introduits dans le mélange gazeux jouent un rôle impor- 
tant dans la création de l’inversion de populations. Rappelons à ce 
propos que les lasers à CO, appartiennent à la famille de lasers 
collisionnels. 

Remarquons qu'à chaque niveau vibrationnel de la molécule CO, corres- 


nd un ensemble de sous-niveaux rotationnels; ceci signifie que les transitions 
aser (001) —+ (100) et (001) —> (020) doivent être considérées comme des transi- 


Branche R 


Branche P 


Intensite 


0,098 0,096 0,094 0,092 1/À, um°? 
Fig. 1.35 


tions de vibration-rotation auxquelles doivent correspondre des bandes de vi- 
bration-rotation dans le spectre d'oscillation du laser. Ces bandes correspondent 
aux transitions des branches P et R. Ces branches sont bien visibles sur la fig. 1.35 
qui montre le spectre émis par un laser à CO, de petite puissance (pour la tran- 
Sition (001) —+ (100)). Fait remarquable, lorsque la puissance émise augmente, 
le nombre de raies oscillant simultanément dans les branches P et R diminue 
et peut tomber jusqu'à une ou deux raies 
(effet de compétition entre transitions). 
En d'autres termes, l'interaction (compé- 
tition) entre les transitions peut avoir 
pour résultat que l'oscillation se pro- 
duira essentiellement sur une seule des 
transitions de la branche P et R. Les la- 
sers à CO, de grande puissance sont donc 
des lasers très monochromatiques. 


En revenant à la réalisation 
de l’inversion de populations dans 


Eje + le laser à CO,, signalons qu'à cet 
‘ME effet il est nécessaire d’assurer un 
Fig. 1.36 rapport E/P optimal (E étant l’in- 


tensité du champ dans la région 
de la colonne positive de la décharge, P, la pression du mélange ga- 
zeux) pour lequel les sections efficaces d’excitation électronique des 
molécules N, et du niveau (001) des molécules CO, soient suffisam- 
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ment grandes, alors que les sections efficaces d’excitation des ni- 
veaux (100), (020), (010) des molécules CO, soient relativement petites. 
La fig. 1.36 indique à titre d'exemple les courbes traduisant la va- 
riation de la partie de l’énergie uw: transférée par les électrons du plas- 
ma aux différents degrés de liberté de vibration en fonction du rap- 
port E/P pour une situation concrète lorsque les pressions partielles 
de l'azote et du gaz carbonique sont égales. Ces courbes montrent 
que les valeurs optimales du rapport E/P se situent dans ce cas dans 
l'intervalle d'environ 5 à 10 V/cm-mm de mercure. 

Ainsi, la sélectivité de peuplement des niveaux supérieurs et de 
dépeuplement des niveaux inférieurs des transitions laser, nécessaire 
à la réalisation de l’inversion de populations dans le laser à CO., 
est obtenue en pratique par introduction de l'azote et des additifs 
spéciaux (dans des proportions bien déterminées) dans le milieu 
actif et par le choix de la valeur optimale du rapport E/P. 
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Problème de l’élévation de la pression dans les lasers à gaz. — Ain- 
si qu'on l’a dit plus haut, les lasers à gaz excités par une décharge 
électrique autonome (lasers à pompage par décharge) se caractérisent 
par une basse pression du milieu actif gazeux qui est de l’ordre de 1 
à 140 mm de mercure. Ceci prédétermine une concentration relati- 
vement faible des centres actifs: 101% à 1016 cm”, ce qui est infé- 
rieure de quelques ordres de grandeur à celle dans les lasers à solides 
et dans les lasers à liquides (101? à 10“ cm). L'élévation de la 
concentration en centres actifs est bien souhaitable pour pouvoir 
augmenter la puissance du rayonnement émis par unité de volume 
du milieu actif. Il est donc tout naturel qu'on cherche à élever la 
pression (et par là-même la concentration des centres actifs) dans les 
lasers à gaz existants. 

Pourtant il y a deux circonstances qui s'opposent à l’augmenta- 
tion de la pression dans les lasers à pompage par décharge. Première- 
ment, lorsque la pression est portée à quelques dizaines de millimètres 
de mercure, la décharge autonome devient pratiquement inapte à 
servir pour l'excitation des volumes quelque peu considérables de 
gaz : cette décharge devient instable, il se produit des « filaments », 
le long des parois du tube, sans que la décharge s’étende sur les ré- 
gions profondes. Deuxièmement, la nécessité d’assurer un rapport 
E/P optimal du point de vue de l’excitation des niveaux vibration- 
nels voulus implique que l’on augmente convenablement l'intensité 
du champ £ lorsque la pression P s’élève. Or, ceci conduit à son tour 
à une augmentation de la densité du constituant électronique du 
plasma à décharge gazeuse. Un excès d'électrons est indésirable parce 
qu’il fait croître l'efficacité des collisions dites d’« extinction » (en 
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particulier, des collisions qui donnent lieu à la désexcitation des 
niveaux supérieurs et à l’excitation des niveaux inférieurs). | 

Méthode de pompage par électro-ionisation des lasers à gaz à 
haute pression. — Le problème de l'élévation de la pression dans 
les lasers à gaz a été résolu par la méthode de pompage par électro- 
ionisation (47, 48]. Dans cette méthode de pompage la décharge élec- 
trique autonome n'est pas utilisée. Pour obtenir des électrons rapi- 
des capables d'exciter efficacement les centres actifs, on fait appel à 

l’action conjuguée d'un rayonne- 
ment ionisant et d'un champ élec- 
trique externe. Le rayonnement 

5 ionisant fait naître dans le milieu 

—* actif des électrons libres, et le 

2 champ électrique les accélère. Après 

cela, les processus se déroulent en 

fait de la mème façon que dans un 

laser à pompage par décharge: 

les électrons rapides excitent des 

molécules (atomes) déterminées, ce qui aboutit, dans des conditions 

appropriées, à l'établissement d’une inversion de populations. La 

fig. 1.37 représente un schéma qui illustre la méthode de pompage 

par électro-ionisation. On y distingue: 1, le volume utile (hachuré); 

2, les miroirs de la cavité; 3, le rayonnement ionisant ; 4, les élec- 

trodes entre lesquelles est appliquée la tension électrique; 5, le 
rayonnement de sortie. 

L'énergie dépensée pour la création d’un seul électron libre est 
de l’ordre de plusieurs dizaines d’électron-volts; elle est fournie 
par le rayonnement ionisant. Avant de se recombiner ou quitter le 
volume utile, chaque électron subit jusqu’à 10% collisions avec les 
particules du milieu actif. Au cours de ces collisions l’électron com- 
munique aux particules du milieu actif une énergie atteignant 10* eV, 
c'est-à-dire supérieure d'environ trois ordres de grandeur à l’énergie 
dépensée à la production d’un électron libre. Une si forte énergie est 
prise au champ électrique externe. Ainsi, la méthode de pompage par 
électro-ionisation permet de réaliser une conversion directe, suffi- 
samment efficace (avec un rendement jusqu’à 30 %), de l'énergie 
de champ électrique en énergie de rayonnement optique cohé- 
rent. 

En appliquant cette méthode de pompage, il n’est pas difficile de 
maintenir au niveau optimal le rapport E/P en cas d’élévation de la 
pression parce que la concentration en électrons libres est mainte- 
nant indépendante de l’intensité £ du champ externe mais est dé- 
terminée par l'intensité de rayonnement ionisant. La méthode con- 
sidérée permet de réaliser des pressions atteignant plusieurs dizaines 
d’'atmosphères (et même 100 atm). On s’explique ainsi l’apparition 
du terme de laser à gaz comprimé. 


Fig. 1.37 
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Lors du pompage par électro-ionisation, le processus de passage 
du courant électrique à travers le gaz ionisé se caractérise par une 
haute stabilité quelle que soit la valeur de la pression. Le volume 
utile est le siège d’une décharge non autonome dont les caractéristi- 
ques et la structure restent constantes lorsque le volume de l’inter- 
valle de décharge varie dans des limites assez larges (on a étudié 
des volumes jusqu’à 100 |). 

Le maintien de la décharge exige l’ionisation du gaz; la réalisa- 
tion d'une inversion de populations nécessite l’excitation des cen- 
tres actifs. Dans un laser à pompage par décharge, ces deux fonctions 
sont remplies par les mêmes électrons; dans ces conditions la répar- 
tition énergétique des électrons qui caractérise la décharge autonome 
n’est pas optimale à la fois pour l’ionisation et pour l’excitation. 
Dans un laser à pompage par 
électro-ionisation ces fonctions 
sont remplies séparément l’une de 
l’autre: l’ionisation du gaz est 
assurée par le rayonnement ioni- 
sant et l’excitation des centres 
actifs par les électrons.' 

Laser à CO, à pompage par élec- 
tro-ionisation(”). — La méthode 
de pompage par électro-ionisation 
est appliquée dans les lasers à | 
CO, de haute pression. Le méca- Fig. 1.38 
nisme d'établissement de l'inver- 
sion de populations est illustré, de mème que pour un laser à 
pompage par décharge, par la fig. 1.34. La différence consiste en 
ce que les électrons rapides qui excitent les degrés de liberté de 
vibration des molécules N, et CO, apparaissent maintenant non dans 
une décharge autonome mais sous l'action conjuguée d’un rayonne- 
ment ionisant et d’un champ électrique accélérateur externe (déchar- 
ge non autonome). Comme rayonnement ionisant on utilise générale- 
ment un faisceau d'électrons issu d’un accélérateur (l'énergie des 
électrons : 400 à 500 keV, la densité de courant dans le faisceau : de 
l'ordre de 10-* A/cm°). 

La structure simplifiée d'un laser à CO, à électro-ionisation est 
schématisée sur la fig. 1.38. On y distingue: Z, le volume utile; 2, 
les ed de la cavité; 3, le faisceau d’ électrons (rayonnement ioni- 
sant); 4, l'électrode supérieure : 5, l'électrode inférieure; 6, une 
feuille métallique transparente aux électrons rapides; 7, le rayonne- 
ment laser. Remarquons que la feuille 6 est un élément bien délicat 
èt vulnérable du laser considéré; elle sépare le volume sous vide de 


IIS LI IT 
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() Les; s premiers lasers à CO, pompés par décharge non autonome à la pres- 
sion atmosphérique ont été mis au point en 1971 [49, 50]. 
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l'accélérateur et le volume utile du laser soumis à une haute pres- 
SION. 

L'élévation de la pression du mélange gazeux conduit à une 
augmentation de la puissance du rayonnement laser par unité de 
volume du milieu actif. Désignons cette puissance par W. La courbe 
de variation W (P) est montrée à la fig. 1.39; les points À se rappor- 
tent au laser à CO. à pompage par décharge et les points B au laser 

à pompage par électro-ionisation. Cette 

.W, W/cmi variation est approximativement qua- 

È dratique : W° — P*. Par rapport au laser 

à CO, à pompage par décharge la puis- 

sance du laser à pompage par électro- 

ionisation par unité de volume est 105 
fois plus grande. 

Utilisation de différents milieux 
actifs. — En plus de mélanges gazeux 
CO, + N, et CO, + N, + He, dans 
les lasers à électro-ionisation on utilise 
aussi d’autres milieux actifs [48]. Com- 
me transitions laser on utilise non seu- 
lement les transitions entre états vibra- 
tionnels des molécules mais également 
celles entre les états électroniques. 
Laser à CO à pompage par électro- 

pee 102 105 104 onisation.— Ce laser oscille sur la 
P er transition entre les niveaux vibration- 

| : nels de forte énergie de la molécule 

Fig. 1.39 CO (v = 15); la longueur d’onde émise 

| est de 5 um. On utilise généralement un 
mélange gazeux CO + N, ou CO + N, + He. Ce laser se caracté- 
rise par un rendement extrêmement élevé qui peut atteindre 50 %. 

Laser à mélange Ar + N, à pompage par électro-ionisation. Il 
oscille sur les transitions entre les états électroniques de la molécule 
N;; la longueur d'onde émise est de 0,358 um. L’argon joue le rôle 
du gaz tampon qui transfère par résonance l'énergie à l'azote. 

Laser à xénon comprimé à pompage par électro-ionisation. Il oscil- 
le sur les transitions entre les états électroniques excité et fonda- 
mental de la molécule « éclatante » Xe, ; la longueur d'onde émise 
est de 0,172 um. Les électrons rapides excitent les atomes Xe: en 
s'entrechoquant avec les atomes non excités, les atomes Xe excités 
font naître des molécules Xe, excitées. En plus du xénon pur on 
utilise également un mélange Ar + Xe dans lequel l’argon joue le 
rôle du gaz tampon. 

Procédés d’ionisation. — On utilise le plus souvent l’ionisation 
par faisceau d'électrons. On étudie de façon intense le procédé d’ioni- 
sation par rayonnement ultraviolet (photo-ionisation) qui peut être 
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obtenu par exemple au moyen de décharges par étincelles [51] @). 
L'ionisation par des particules lourdes chargées, produits des réactions 
nucléaires, présente elle aussi un intérêt pratique. 

On a réalisé l'oscillation d’un laser à gaz carbonique à pompage 
par électro-ionisation placé dans la zone active d'une pile nucléaire 
en état stationnaire [52]. Le mélange actif gazeux utilisé avait la 
composition CO, : N,:*He=—1:4:5. L'ionisation était effectuée 
par les produits de réaction nucléaire : 


n+SHe + p+T(+0,76 MeV) 


(n étant le neutron, p le proton, T le noyau de tritium). Cette réaction 
était initiée par des neutrons thermiques qui se produisaient dans le 
modérateur de la pile; la densité de flux de neutrons thermiques 
était de 10! cm-*.s”1. 

On étudie la possibilité de réalisation d’un laser pompé par électro-ioni- 
sation utilisant l'énergie produite par une pile nucléaire non seulement pour 
l’ionisation, mais également pour l'accélération des électrons libres qui appa- 
raissent par suite de l’ionisation. Un tel laser représenterait un dispositif assu- 


rant une conversion directe de l'énergie nucléaire en énergie de rayonnement 
optique cohérent. 


$ 1.7. LASERS À GAZ DYNAMIQUES 
(POMPAGE THERMIQUE) 


Méthodes thermiques de réalisation d'une inversion de popula- 
tions. — Un peuplement efficace des états vibrationnels et rota- 
tionnels d’une molécule peut être obtenu par excitation thermique. 
A cet effet, le gaz de molécules doit être chauffé à une température 
d'environ 1000 à 2000 K. 

Bien entendu, une simple élévation de la température du gaz ne 
peut pas assurer une inversion de populations; dans ce cas, la popu- 
lation des niveaux décroît, lorsque l'énergie augmente, suivant la 
loi de Boltzmann : r7 — exp (—E/XT). Les fig. 1.40, a et b montrent 
à titre de comparaison le caractère de peuplement des niveaux vibra- 
tionnels pour deux températures différentes (températures 7, et T, 
telles que T, < T;,). La courbe 7 représente l’allure de la variation 
n exp (—E/KT,), et la courbe 2 celle de la variation n — 
= exp (—E/KT,). On voit bien que l’élévation de la température 
conduit à un peuplement efficace des niveaux supérieurs mais n'as- 
sure pas l'inversion de populations. 

Supposons qu’un gaz chauffé à la température 7, se refroidit ra- 
pidement à la température T,; soit + le temps pendant lequel la tem- 
pérature du gaz subit cette variation. Supposons également que la 
vitesse de relaxation du premier niveau excité (du niveau £;) est 


(:) Les lasers pompés par photo-ionisation sont souvent appelés lasers 
à photo-ionisation. 
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très supérieure à la vitesse de relaxation des niveaux Æ£,, E;, . .. 
Plus exactement, nous supposerons que le temps de relaxation du 
niveau Æ, (temps 7—,) est beaucoup plus petit que +, alors que le 
temps de relaxation des niveaux plus hauts (temps +,) est au con- 
traire beaucoup plus grand que t:17, << T< 7, Dans ce cas la 
population du niveau £;, suivra, lors 
du refroidissement du gaz, la varia- 
tion de la température tandis que les 
populations des autres niveaux reste- 
ront, en cas d'une baisse rapide de 
la température, inchangées. 11 en résul- 
tera une situation hors de l'équilibre 
thermodynamique: la population du 
niveau Æ, correspondra à la basse tem- 
pérature T', tandis que les populations 
des niveaux £,, Æ3, ... correspon- 
dront à Ja haute température T, 
(v. fig. 1.40, c). Comme il est bien 
visible sur la figure, dans cette situa- 
tion se réalise une inversion de popu- 
lations sur la transition entre les pre- 
mier et deuxième niveaux vibration- 
nels excités (1). 

Pour obtenir un refroidissement 
rapide d’un gaz il est le plus com- 
mode d'utiliser sa détente adiabatique 
à la sortie d’une fente étroite ou d'une 
tuyère. C'est précisément sur cette 
variante de pompage thermique qui 
est à la base du fonctionnement des 
E lasers à gaz dynamiques. 

Notons qu'une inversion de popu- 
lations peut également s’obtenir par 
un échauffement rapide d’un gaz à con- 
dition que la vitesse de l'excitation 

thermique des niveaux supérieurs de la molécule soit plus grande 
que celle des niveaux inférieurs. Un échauffement suffisamment 
rapide de systèmes gazeux peut s’obtenir en utilisant par exemple des 
ondes de choc. 

Laser à gaz carbonique dynamique(®). — Le milieu actif utilisé 
est ici un mélange CO, + N, + H,0. Les proportions caractéristi- 


C) 
Eo E1 F2 Es Ea 


Fig. 1.40 


() La possibilité d'obtention d’une inversion de populations par un refroi- 
dissement rapide dans des systèmes dont les niveaux se caractérisent par des 
temps de relaxation différents est examinée dans [53, 54]. 

(*) Les lasers à gaz dynamiques sont étudiés par exemple dans la monogra- 
phie [55]; voir aussi [56]. 
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ques des composants (en volume) sont les suivantes: 8 % CO. 
90 % N, et 2 % H,0. Les centres actifs sont constitués par des 
molécules CO,.. 

Ün schéma simplifié du laser à gaz dynamique est représenté sur 
la fig. 1.41. On y distingue : Z, une préchambre ; 2, le bloc de tuyères : 
3, le volume utile (volume de la cavité optique); 4, un diffuseur ; 5, les 
miroirs de la cavité; 6, le rayonnement laser. Dans la préchambre 7 
le mélange gazeux actif est préparé à son état initial (température 
T,= 1400 à 1600 K. pression P,— 20 à 30 atm). Ce mélange passe 


(001) 


Fig. 1.42 


par le bloc de tuyères 2 (la largeur d’une fente de sortie distincte dans 
le bloc n’est que de 1 mm) et se détend dans le volume utile 3. Lors de 
cette détente, la température et la pression baissent jusqu’à des 
valeurs de 7, =: 250 à 300 K, P,—0,05 à 0,1 atm; la vitesse de 
flux de gaz à la sortie du bloc de tuyères est de 1200 à 1500 m/s. 
Dans le volume utile 3 il se produit une désexcitation des molécules 
CO.. Le diffuseur 4 sert à freiner le flux de gaz et à adapter sa pres- 
sion à la pression de l’air ambiant. 

Les lasers à CO, dynamiques existant actuellement détiennent 
le record de puissance du rayonnement émis qui atteint 100 kW 
en continu. Malheureusement, le rendement des lasers à gaz dyna- 
miques est bien médiocre, il ne dépasse pas 1 %. 

Mécanisme d'établissement de l’inversion de populations dans 
un laser à gaz carbonique dynamique. — De même que dans d'au- 
tres types de lasers à CO. l’inversion de populations dans le laser à 
gaz carbonique dynamique est réalisée sur les transitions (001) —+ 
— (100) et (001) — (020) de la molécule CO.. Un rûle important dans 
le peuplement du niveau supérieur (001) de la transition laser revient 
aux processus de transfert résonnant de l'énergie d’excitation dela 


() La possibilité d'obtention d’une inversion de populations sur les transi- 
tions entre niveaux vibrationnels de la molécule CO- var une détente rapide du 
gaz est examinée dans [57]. 
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part des molécules d'azote. Les additifs introduits dans le mélange 
gazeux (par exemple. la vapeur d’eau) servent à accélérer la relaxation 
du niveau (010). 

Le pompage thermique a ceci de particulier que les niveaux vi- 
brationnels®des molécules N, et CO, sont peuplés par excitation 
thermique et non électronique. Comme il a déjà été dit, il est dans ce 
cas d’une importance fondamentale que les temps de relaxation des 
niveaux supérieurs et inférieurs soient différents. Examinons la 
fig. 1.42 qui reproduit en fait le diagramme d'énergie représenté sur 
la fig. 1.34. On y distingue: r, les transitions de résonance; g, les 
transitions cinétiques. La relaxation du niveau d'’excitation de la 
molécule N, et du niveau (001) de la molécule CO, s’effectue par 
transfert cinétique d'énergie (pour l'instant, nous ne considérons pas 
le transfert résonnant de l'énergie de l’azote au gaz carbonique), alors 
que la relaxation des niveaux (100) et (020) de la molécule CO, 
se fait selon un mécanisme de résonance. La vitesse du transfert ré- 
sonnant d'énergie étant beaucoup plus grande que celle du transfert 
cinétique, il est clair que le niveau supérieur de la molécule CO, 
doit relaxer plus lentement que les niveaux inférieurs des transitions 
laser (0). C’est la relaxation du niveau vibrationnel de la molécule 
N, qui est particulièrement lente. 

Supposons maintenant que le mélange CO, + N, échauffé à 
une température d'environ 1500 K se détend rapidement en passant 
par une tuyère étroite (plus exactement, par un bloc de tuyères). 
Il en résulte un dégagement brusque d'énergie cinétique des molé- 
<ules (rappelons que le courant gazeux sort de la tuyère à une vitesse 
supersonique d’environ 1500 m/s). L'énergie du mouvement de 
translation des molécules s'obtient au détriment de l’énergie du mou- 
vement de vibration qui décroit; cela signifie qu’à la sortie de la 
tuyère les niveaux vibrationnels subissent une relaxation rapide. 
Il importe tout particulièrement que tous les niveaux vibrationnels 
ne relaxent pas mais seulement ceux dont le temps de relaxation est 
plus court, c’est-à-dire les niveaux (020) et (100) de la molécule CO.. 
Quant aux niveaux (001) de la molécule CO, ainsi qu'au niveau 
vibrationnel de la molécule N,, ils n'arrivent pas à relaxer de façon 
notable si la détente du gaz est suffisamment rapide. Dans le volume 
utile, c’est-à-dire dans les conditions d’un gaz suffisamment raréfié 
(sous une pression non supérieure à 0,1 atm), la relaxation de ces 
niveaux est en général pratiquement nulle: on observe un effet de 
« congélation » des degrés de liberté vibrationnels supérieurs. 

La fig. 1.43 montre l’allure de la variation de la population des 
niveaux (020) et (001) de la molécule CO, lorsque le mélange gazeux 


() Rappelons que c'est précisément pour tourner les difficultés liées à la 
relaxation du niveau (010) qu'on introduit dans le mélange gazeux des molé- 
<ules rapidement relaxantes, par exemple les molécules H,0. 
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passe de la préchambre (paramètres du mélange: T,, P,) dans le 
volume utile (paramètres du mélange: T,, P,). Dans la région inter- 
médiaire (région de la tuvère) il se produit un dépeuplement presque 
total du niveau (020) et une diminution insignifiante de la popula- 
tion du niveau (001). Dans le volume utile, la population du niveau 
(001) est en fait « congelée » à une valeur correspondant approxima- 
tivement à la température initiale T,. On est en présence d’une 
inversion de populations des ni- 

veaux (001) et (020). ñ 

Ainsi, les molécules CO, arrivent 
dans le volume utile avec des ni- 
veaux inférieurs pratiquement non 
peuplés (plus exactement la popu- 
lation de ces niveaux correspond à 
la température 7,). Quant auniveau 
supérieur de la transition laser, il 
se trouve peuplé même dans le cas 
où le gaz reste à la température T.. 

Dans ces conditions il importe 
aussi que la population du niveau 7, 2 
vibrationnel des molécules N, se 
trouve elle aussi « congelée ». Les 
molécules N, excitées transféreront 
par résonance l’énergie d’excita- 
tion aux molécules CO, en maintenant ainsi une population relati- 
vement élevée du niveau (001). Rappelons que dans un laser à gaz 
dynamique l’azote constitue quantitativement le composant princi- 
pal du mélange, sa part étant d'environ 90 %. On peut donc considé- 
rer que l'énergie du rayonnement optique cohérent est produite essen- 
tiellement aux frais de l'énergie de vibration des molécules d'azote. 

Ainsi, l'énergie emmagasinée dans les degrés de liberté de vibra- 
tion des molécules se trouvant dans la préchambre est dépensée, 
lors du passage du mélange gazeux dans le volume utile à travers 
la tuyère, de la façon suivante. La partie de l'énergie qui était emma- 
gasinée dans les vibrations de déformation et les vibrations symétri- 
ques des molécules CO, se transforme en énergie de mouvement de 
translation du courant gazeux sortant de la tuyère. Quant à l’éner- 
gie emmagasinée dans les vibrations asymétriques des molécules CO, 
et surtout dans les vibrations des molécules N,, elle se transforme, 
déduction faite des pertes dans la cavité optique, en énergie du 
rayonnement optique cohérent. 

Moyens d'amélioration du rendement des lasers à gaz dynamiques. 
Un rendement relativement bas (ne dépassant pas 1 %) des lasers à 
gaz dynamiques est dû à plusieurs causes. Avant tout l'énergie du 
mouvement de translation du courant gazeux sortant de la tuvère 
est dépensée en pure perte (après le freinage et la compression dans 
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Fig. 1.43 
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le diffuseur le gaz se trouve porté à une haute température). En outre, 
le courant de gaz sortant de la cavité emporte une certaine quantité 
de molécules N, excitées qui n’ont pas eu le temps de transférer l'éner- 
gie d’excitation aux molécules CO, ainsi qu’une certaine quantité de 
molécules CO, excitées qui ne sont pas arrivées à se désexciter(1}. 

Pour élever le rendement d’un laser à gaz dynamique il est né- 
cessaire de réduire les pertes indiquées. La réduction des pertes liées 
au départ des molécules excitées de la cavité peut s’obtenir par opti- 
misation des paramètres de la cavité et par perfectionnement de sa 
construction. Quant aux pertes liées à l’échauffement du gaz dans le 
diffuseur, leur réduction exige de prendre des mesures plus radicales. 
Il est par exemple possible de réaliser un laser à gaz dynamique à 
circulation du mélange gazeux en circuit fermé. Un tel laser doit 
comporter deux organes supplémentaires: un compresseur et un 
échangeur de chaleur. 11s sont destinés à faire reprendre au mélange 
gazeux la température et la pression initiales. Ainsi, l'énergie du 
mouvement de translation du courant gazeux peut être utilisée égale- 
ment pour faire revenir le gaz à son état initial. Dans ce cas, le laser 
à gaz dynamique s’assimile à une machine thermique (fonctionnant 
suivant un cycle proche du cycle de Carnot). Dès qu’un tel laser 
entre en oscillation, l’apport d'énergie de la part de l'extérieur n'aura 
qu'à compenser les pertes dues au mouvement du gaz, les pertes dans 
la cavité et l’énergie lumineuse rayonnée. 


$ 1.8. LASERS À POMPAGE CHIMIQUE 


Les composés chimiques sont des accumulateurs de forte énergie. 
Üne partie de cette énergie peut se dégager en cas de réarrangement 
des liaisons chimiques (au cours des réactions chimiques exothermi- 
ques). Ïl est bien attrayant de transformer cette énergie en énergie de 
rayonnement optique cohérent. 

Les lasers à pompage chimique représentent justement des disposi- 
tifs qui assurent une telle transformation d'’énergie(?. L'intérêt 
soutenu que suscitent les lasers chimiques s'explique tant par l'im- 
portance pratique que revêt le problème de la conversion directe 
efficace de l'énergie chimique en énergie lumineuse que par la pos- 
sibilité d'utiliser ces lasers pour l’étude des processus chimiques, 
des sections efficaces et de la cinétique des réactions. 

Les lasers chimiques existants oscillent sur les transitions de 
vibration (plus exactement, sur les transitions de vibration-rotation) 
des molécules ; la frontière inférieure de la gamme de longueurs d’'on- 


(?) Le depart prématuré de la cavité, avec le courant de gaz, d'une certaine 

Se de molécules excitées d'azote et de gaz carbonique détermine un type 
e pertes dans la cavité qui est spécifique aux lasers à gaz dynamiques. 

(*) La possibilité de réaliser un laser chimique est examinée dans [58, 591]. 

Les lasers chimiques sont étudiés dans [60, 61]; voir aussi [8] et [4], chap. 7. 
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de émises par ces lasers se situe aux environs de 2,5 um. On étudie 
la possibilité de réaliser les lasers chimiques émettant dans le vi- 
sible (lasers oscillant sur les transitions entre les états électroniques 
des molécules). 

Réactions chimiques; initiation et accélération des réactions. — 
Dans les lasers chimiques on utilise le plus souvent des réactions de 
substitution conduisant à la formation de molécules biatomiques 
dans des états de vibration excités. Nous appellerons ces molécules 
centres actifs laser; elles se désexcitent elles-mêmes ou assurent la 
désexcitation des autres molécules auxquelles elles transfèrent 
l'énergie d’excitation (!. [ndiquons à titre d'exemple les réactions 
de substitution suivantes utilisées dans les lasers (le signe * indique 
l'excitation de la molécule): F + H, +—HF* +H; F + D, — 
— DF* + D; H + CI, — HCI* + Cl; Ci + HJ — HCI* + J. 

L'initiation de ces réactions exige de dépenser une énergie déter- 
minée pour obtenir des agents chimiquement actifs (F, Cl, H). En 
outre il faut prendre des mesures en vue d’accélérer le processus chi- 
mique étant donné que le laser chimique ne peut utiliser que des 
réactions rapides assurant un peuplement suffisamment rapide du 
niveau supérieur des molécules effectuant 1la transition laser. La 
vitesse d’une réaction chimique est proportionnelle aux concentra- 
tions des réactifs entrant en réaction ; aussi, pour accélérer la réaction 
doit-on produire un nombre suffisamment grand d'agents chimique- 
ment actifs. 

On utilise différents procédés d'initiation et d'accélération des 
réactions chimiques (autrement dit, différents procédés d'obtention 
d'agents chimiquement actifs). Sont chimiquement actifs en par- 
ticulier des agents à l’état atomique ; ils apparaissent par suite de la 
dissociation des molécules. Les procédés les plus répandus sont la 
photodissociation, la dissociation par choc électronique et la dissociation 
thermique des molécules. On distingue donc les procédés suivants 
d'initiation (d'accélération) des réactions chimiques: photo-initia- 
tion, iniliation par faisceau électronique ou par impulsion dans une 
décharge électrique, initiation thermique. 

Dans la photo-initiation on utilise comme source de rayonnement 
des tubes à éclairs en quartz; pour le pompage sur une longueur 
d'onde plus courte (À € 0,2 um) on fait appel à différents types de 
décharges ouvertes (par exemple à la décharge par étincelles). Un des 
procédés les plus simples permettant d’amorcer les réactions chimi- 
ques est la décharge électrique autonome dans le gaz ; mais ce procédé 
n’est applicable que pour des pressions relativement basses et pour 
de petits volumes utiles. Un procédé plus avantageux est l'initiation 
par faisceau électronique. Le faisceau électronique permet d’amorcer 


(1) On distingue donc la réalisation directe ou indirecte de l'inversion de 
populations dans les lasers chimiques (v. plus loin). 
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la réaction pendant un temps record de l'ordre de 10 à 10* s (en 
cas d’une décharge autonome la durée de l'impulsion d'initiation 
n’est pas inférieure à 10% s). L’amorçage thermique des réactions 
est lié à la dissociation thermique des molécules. Ce procédé est 
spécialement commode pour l'initiation des réactions dans les la- 
sers à gaz dynamiques qui se caractérisent par un fort échauffement 
du gaz (pour assurer de grandes vitesses d'écoulement du courant 
gazeux). 

Les agents chimiquement actifs peuvent également s obtenir 
dans certaines réactions chimiques. Indiquons à titre d'exemple la 
réaction NO + F, + NOF + F. En entrant en réaction avec le 
fluor moléculaire, l'oxyde d’azote, qui existe à température ordinai- 
re sous forme de radical stable NO, conduit à la formation du fluor 
atomique chimiquement actif. 

Réactions chimiques en chaîne; longueurs chimiques et laser de 
la chaîne. — Les réactions utilisées dans les lasers chimiques sont 
des réactions en chaîne: le centre (atome ou radical) chimiquement 
actif se reproduit au cours de la réaction. Supposons que dans un 
mélange de molécules H, et F, sont introduits des centres chimique- 
ment actifs, par exemple les atomes F. On peut s'attendre que ce 
mélange sera le siège d’un processus en chaîne 


F+H, —+ HF*—LH (+30 kcal/mole); 
H+F, > HF*-F (+400 kcal/mole); 
F+H, — HF*+H (+30 kcal/mole) 


Après la formation d'un nombre déterminé de centres chimique- 
ment actifs le déroulement de ce processus peut devenir suffisamment 
rapide pour assurer l'oscillation sur les transitions dans les molécu- 
les HF*. Comme le nombre déterminé susmentionné de centres chi- 
miquement actifs se conserve (se reproduit) au cours du processus 
en chaîne, il devient possible, par utilisation multiple d'un certain 
nombre de centres chimiquement actifs reproductibles, de faire 
entrer en réaction un très grand nombre de molécules H, et F, et de 
créer ainsi beaucoup de centres actifs laser HF*. Dans ce cas, on 
peut transformer en rayonnement optique cohérent une si grande 
énergie chimique emmagasinée dans le mélange F, + H, qu'elle 
excédera l'énergie dépensée pour la production de centres chimique- 
ment actifs. 

Dans la pratique, on doit cependant tenir compte du fait qu’un 
processus en chaîne réel ne saurait durer indéfiniment. Premièrement, 
le nombre de centres chimiquement actifs décroît avec le temps 
H+H—+H,; F+F—F,), de sorte que le nombre N, initiale- 
ment créé de ces centres n’assure la production que d’un nombre NW, 
limité de centres actifs laser. Le rapport vVebim = V./N, est appelé 
longueur chimique de la chaîne. La valeur finie de la longueur chimi- 
que de la chaîne signifie que la réaction chimique doit être non seu- 
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lement amorcée mais également entretenue par production de nou- 
veaux centres chimiquement actifs au lieu de ceux; qui se sont mis 
hors du jeu. 

Deuxièmement, le nombre de centres actifs laser diminue lui 
aussi par suite des processus de relaxation. Par conséquent, on 
introduit la notion de longueur laser de la chaîne v, égale au rapport 
de la vitesse de production de centres actifs laser excités à la vitesse 
de relaxation de ces centres(!. Cette dernière est en règle générale 
plus grande que la vitesse de décroissance du nombre de centres 
chimiquement actifs si bien que v, << Vepim. C’est la raison pour 
laquelle le rendement d’un laser chimi- 
que est généralement déterminé par la 
longueur laser de la chaîne. 

Une décroissance rapide du nombre F 
de centres chimiquement actifs et les pro- 
cessus de relaxation peuvent aboutir à une 
situation dans laquelle le processus en Fig. 1.44 
chaîne ne se manifeste point. C’est ainsi 
par exemple que le processus se déroulant dans le mélange CI + H, 
se caractérise par une si petite longueur laser de la chaîne qu’il doit 
en fait être considéré comme un processus non en chaîne. Pourtant, 
si dans ce mélange, le chlore est remplacé par le fluor qui est un 
agent plus actif, le processus se déroulera en chaîne. 

Pour rallonger les chaînes chimiques et laser il y a avantage à 
utiliser dans les lasers chimiques non pas les réactions simples mais 
les réactions en chaîne ramifiées, c'est-à-dire les réactions qui assu- 
rent une reproduction élargie des centres chimiquement actifs et non 
une reproduction simple. On sait que pour des pressions et tempé- 
ratures déterminées le mélange F, + H, peut devenir le siège des 
réactions chimiques du type F, + HF — HE + F + F qui assurent 
la ramification des chaînes. On peut s'attendre à ce que l’utilisation de 
telles réactions permette de mettre au point un laser chimique pour 
lequel le rapport de l'énergie du rayonnement laser à l'énergie dé- 
pensée pour l'initiation et le maintien de la réaction chimique sera 
nettement supérieur à l'unité. 

Lasers à réalisation directe et indirecte de l’inversion de popula- 
tions. — Si les molécules effectuant les transitions laser sont un 
produit direct de la réaction chimique, on dit que la réalisation de 
l’inversion de populations dans le laser chimique est directe. À cet 
effet il est nécessaire que ces molécules apparaissent dans un état ex- 
cité déterminé correspondant au niveau supérieur de la transition laser. 

La fig. 1.44 représente un diagramme simplifié des niveaux d’une 
molécule constituant un centre actif (on considère les niveaux vibra- 
tionnels). Sur cette figure, Z et 2 désignent les niveaux inférieur et 


(*) La notion de longueur laser de la chaîne a été introduite dans [62]. 
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supérieur respectivement, À désigne la vitesse de peuplement du ni- 
veau 2 (vitesse de la réaction chimique) et R,, R,, R: les vitesses 
de relaxation des niveaux correspondants. Le trait spécifique au 
pompage chimique se manifeste par la possibilité de réaliser une 
haute sélectivité d'excitation. A la différence du pompage optique, 
l'excitation du niveau ? ne s'accompagne pas d’une désexcitation 
initiée, de sorte que le pompage chimique permet en principe la ré- 
alisation des schémas à deux niveaux. Le facteur décisif dans l’é- 
tablissement de l’inversion de popu- 
lations est évidemment le rapport 
entre la vitesse de la réaction chi- 
mique et les vitesses de relaxation 
des niveaux. Il importe, en parti- 


| : : 
tr LU | “Hnporter cn part 
fe hr culier, que soit réalisée l'inégalité 
| I D" R, > R;. Dans les molécules bia- 
' tomiques, cette inégalité est diffi- 
dl cile à remplir parce qu'iln’y a pas 
CO; + NO de processus qui conduise à un 
dépeuplement sélectif des niveaux 
Fig. 1.45! vibrationnels inférieurs. Au con- 


traire, les transitions (0 + 1) — v 
sont en règle générale plus rapides que les transitions & —> (u — 1). 
Il est donc plus raisonnable d'utiliser une réalisation indirecte de 
l'inversion de populations. 

Lors de la réalisation indirecte de l’inversion, les molécules biato- 
miques excitées, qui résultent de la réaction chimique, transfèrent 
par résonance l'énergie d’excitation aux molécules polyatomiques 
(généralement triatomiques) non excitées qui se désexcitent ensuite 
dans la cavité optique. Autrement dit, l'inversion de populations 
apparaît sur les transitions vibrationnelles des molécules « froides » 
qui constituent le milieu laser, par suite du transfert résonnant de 
l'énergie des molécules « chaudes » obtenues par la réaction chimi- 
que. Comme molécules « froides » on utilise en règle générale les 
molécules CO,, et comme molécules « chaudes », les molécules DF, 
HF, HCI et certaines autres. Le transfert d'énergie aux molécules 
CO, a pour résultat l’excitation la plus efficace des vibrations asy- 
métriques de ces molécules [niveaux (00n)]. 

Laser chimique à fluor-hydrogène à réalisation indirecte de l’in- 
version de populations [63]. — Un bon rendement énergétique et 
une longueur relativement grande de la chaîne laser ont valu une 
des premières places, parmi les lasers chimiques, au laser utilisant 
comme milieu actif un mélange D, + F, + CO. (deutérium, fluor, 
gaz carbonique). Les réactions chimiques sont initiées dans ce laser 
par photolyse, par faisceau électronique ou par la réaction NO + 
+ F, = NOF + F. Dans ce dernier cas le laser est dit purement 
chimique à DF-CO.. 
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La structure simplifiée d’un tel laser est représentée sur la 
fig. 1.45. On y distingue: Z, la chambre dans laquelle se déroulent 
les réactions chimiques; 2, la cavité optique; 3, les miroirs de la 
cavité; 4, le rayonnement laser. On commence par introduire dans 
la chambre 7 le mélange de fluor et d’hélium (!. Puis, on injecte 
dans le courant gazeux, à travers une multitude d'’orifices, du gaz 
carbonique et de l’oxyde d'azote. La réaction chimique NO + F, — 
— NOF + F conduit à la formation du fluor atomique qui est un 
agent chimiquement actif. Dès que la concentration du fluor atomi- 
que devient suffisamment grande, on injecte dans le mélange de 
l'hydrogène. Il en résulte un processus en chaîne 


F+D.—»DF*LDs D+F.+DF*+F3 
F+D,—+DF*+LD; . 


Les molécules excitées DF* transfèrent l'énergie d’excitation aux 
molécules CO, ; ces dernières sont entraînées par le courant dans la 
cavité où elles se désexcitent. 

Lasers chimiques à sulfure de carbone (lasers chimiques à CO). — 
Les mélanges de fluor et d'hydrogène ont l'inconvénient d’être 
agressifs et hautement toxiques. On“cherche donc d’autres mélanges 
qui soient exempts de ce défaut et on étudie en premier lieu des mé- 
langes à base de sulfure de carbone (CS;). 

Signalons tout d’abord un mélange CS, + O, [64]. Lorsque ce 
mélange est irradié en lumière de 0,18 à 0,22 um de longueur d'onde, 
il devient le siège des réactions suivantes (2: 


CS, + ho —+ CSS (photo-initiation); S+0, —+S0+0; 
CS+HO0 —+ CO*+S$ CS. +0 —+ SO+HCS 


Ces réactions conduisent à la formation des agents chimiquement 
actifs CS, S, O. Les produits finaux de ces réactions sont les molécu- 
les de SO et les molécules excitées de CO*. Ces dernières sont utili- 
sées comme centres actifs du milieu laser (réalisation directe de l’in- 
version de populations). Le spectre d'oscillation observé se caracté- 
rise par la gamme de longueurs d’onde s'étendant de 4,9 à 5,8 um. 
L'oscillation laser se fait sur les transitions vibrationnelles des mo- 
lécules de CO (& + v — 1),où v—1,2, ..., 16 

Les lasers chimiques plus efficaces (c’est-à-dire exigeant des dé- 
penses plus faibles pour la photo-initiation des réactions) sont des 
lasers utilisant le mélange CS, + SO, ou le mélange CS, + O, 
[65, 66]. Dans le laser utilisant le mélange CS, + SO, (sulfure de 
carbone et anhydride sulfurique), la deuxième des réactions indi- 


() L'hélium est introduit pour prévenir un échauffement excessif et l'auto- 
inflammation du mélange de fluor et d'hydrogène. En outre l’hélium favorise le 
dépeuplement du niveau inférieur dans les molécules CO.. 

(*) La faible longueur de la chaîne chimique et laser a pour effet que les 
processus dans le laser considéré ne se déroulent pas en chaîne. 
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quées ci-dessus est remplacée par la réaction SO, + äw — SO, + O 
(la longueur d'onde émise doit dans ce cas être inférieure à 0,26 um), 
et dans le laser utilisant le mélange CS, + O, (sulfure de carbone et 
ozone), par la réaction O, + ñw — O, + O (à, Æ 0,22 à 0,28 pm). 

Dans tous les lasers chimiques utilisant des mélanges à base de 
sulfure de carbone les centres actifs du milieu laser sont constitués 
par des molécules de CO d’où l'appellation souvent employée de 
lasers à oxyde de carbone. La réaction principale CS + O — CO* +S 
est une réaction manifestement exothermique ; elle dégage près de 
80 kcal/mole dont 80 % sont dépensés pour l'excitation des vibra- 
tions des molécules de CO. Pour augmenter la vitesse de relaxation 
des niveaux vibrationnels inférieurs de la molécule CO on introduit 
généralement dans les mélanges gazeux des lasers chimiques à oxyde 
de carbone des additifs (par exemple, de l'oxyde azoteux N.0). En 
outre, on introduit des diluants à capacité calorifique élevée, par 
exemple, du hexafluorure de soufre SF4. 


Lasers chimiques à transitions électroniques des molécules. — Comme 
on a déjà fait observer, on mène actuellement des recherches à propos des lasers 
chimiques oscillant sur les transitions électroniques des molécules (lasers chimiques 
émettant dans le visible). Une des possibilités de réalisation de tels lasers est liée 
à l'excitation des états électroniques au moyen d'une réaction d'association d’un 
atome et d’une molécule. On peut en particulier mettre à profit les réactions 
d’orydation [67] Ge + N,0 — N, + GeO (+ 130 kcal/mole), Sn + N,0 —+ 
—+ N, + SnO (+ 90 kcal/mole) qui conduisent à l'établissement d'une inversion 
de populations sur les transitions électroniques des molécules de GeO et de 
SnO. Pour l'amorçage des réactions on peut utiliser un procédé thermique à des 
températures de l'ordre de 1000 à 1500 K. Un autre procédé d'amorçage des 
réactions suppose l'excitation optique au moyen de rayonnement émis par un 
laser à gaz carbonique. Ce procedé ouvre la possibilité de transformer efficace- 
ment le rayonnement infrarouge en lumière visible. 


$ 1.9. LASERS À PLASMA 
(POMPAGE PAR RECOMBINAISON) 


Plasma en recombinaison considéré comme un milieu actif laser. — 
Les processus de recombinaison par suite des chocs des électrons 
libres avec les ions chargés positivement au sein du plasma peuvent 
conduire à une accumulation assez efficace des atomes (ions) dans 
des états excités, c’est-à-dire peuvent être utilisés en principe pour 
le pompage des transitions laser. 

Désignons par 7, la température du composant électronique du 
plasma (température électronique), et par 7 la température à l’équi- 
libre pour laquelle le degré d'ionisation est égal au degré donné. 
Soient n, et z. les concentrations des électrons et des ions respecti- 
vement. La vitesse de décroissance de 7. par suite des collisions de 
recombinaison électron-ion se décrit par l'équation 


—dn;/dt = Bnan?, (1.9.1) 
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où B est le coefficient de recombinaison électron-ion (!. Lorsque la 


température électronique diminue, ce coefficient augmente suivant 
la loi 


B—DT:"?, (1.9.2) 
où D est une constante. Il résulte de (1.9.1) que 
n+ (t) = n+ (0) exp (—t/t+), (1.9.3) 
où, compte tenu de (1.9.2), 
ts = T°; Dni. (1.9.4) 


Plus faible est 1., plus élevée est la vitesse de recombinaison et, 
comme conséquent, plus efficace est le pompage. Il est facile de 
voir que le plasma en recombinaison doit se caractériser par une 
concentration suffisamment forte des électrons nr. et en même temps 
par une température électronique suffisamment basse 7,. Le plasma 
en régime de recombinaison est un plasma dense fortement ionisé 
dont les électrons sont « surrefroidis » de sorte que 


TT. (4.9.5) 


L'utilisation du plasma en recombinaison comme milieu actif 
laser présente un grand intérêt. À la différence de tous les autres 
milieux actifs il ne change pas son état d'agrégation quelle que soit 
la densité de l'énergie introduite. Ceci ouvre la possibilité de réaliser 
des lasers de très grande puissance. De plus, dans le plasmaen re- 
combinaison il est en principe possible d'utiliser des transitions 
laser situées dans le domaine de l’ultraviolet et même dans celui des 
rayons À. 

Les propriétés du plasma en régime de recombinaison diffèrent 
radicalement des propriétés du plasma utilisé dans les lasers à pom- 
page par décharge gazeuse (dans ce dernier cas on dit que le plasma 
est en régime d'ionisation). Ces propriétés sont comparées dans le 
Tableau 1.4 qui indique les valeurs numériques caractéristiques des 
paramètres du plasma. 

Le plasma en régime d'’ionisation se caractérise par une concen- 
tration des électrons libres inférieure à celle du plasma en régime 
de recombinaison et par un rapport des températures 7. et T inverse 
de (1.9.5). Au régime de recombinaison, les électrons du plasma sont 
« surrefroidis », au régime d'ionisation ils sont au contraire « sur- 
chauffés ». On voit que les deux régimes présentent des écarts opposés 
par rapport à l’état d'équilibre thermodynamique. 

Remarquons que le régime de recombinaison se caractérise par le 
déplacement des atomes (ions) excités de haut en bas suivant l’échelle 


() Ici, on a en vue la recombinaison par triple collision étant donné que- 
dans un plasma dense la recombinaison radiative peut être négligée [68]. 
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Tableau 1.4 


Régimes du plasma 


d'iouisation 


Paraniètre 
décharze lumines- de recombinaison 


cente décharge en arc 
les CA —3 40! à 4011 4013 1011 à 4016 
Ter K +104 40% 40: 
Te/T >100 410 1à1 


énergétique, ce qui favorise une excitation privilégiée des niveaux 
supérieurs. Quant au régime d'’ionisation, le peuplement des niveaux 
s’y produit dans l’ordre inverse, de bas en haut, ce qui augmente la 
probabilité d’excitation parasite des niveaux inférieurs. 

Problèmes fondamentaux de la réalisation d’un laser à plasma 
en recombinaison. — Actuellement on étudie de façon intense les 
questions concernant la théorie et la réalisation pratique des lasers 
à plasma en recombinaison. Ces lasers sont appelés lasers à plasma 
ou lasers à recombinaison M. 

Soulignons une différence de principe qui existe entre un laser à 
plasma et un laser à décharge gazeuse. Au cours du fonctionnement 
du laser à décharge gazeuse le degré d'’ionisation augmente, alors que 
dans le laser à plasma il diminue. En ce sens le laser à décharge ga- 
zeuse fonctionne sur la transition du gaz vers le plasmal*) tandis que 
le laser à plasma utilise la transition du plasma vers le gaz. 

La comparaison des lasers à décharge gazeuse et à plasma peut 
être poursuivie en considérant le pompage par impulsions. Le laser à 
décharge gazeuse pulsé entre en oscillation lorsque l’impulsion de 
courant dans la décharge devient suffisamment intense, c'est-à-dire 
sur le front avant de l'impulsion. Quant au laser à plasma pulsé, il 
ne commence à osciller que lorsque l'impulsion de courant cesse, 
c’est-à-dire lorsque l'ionisation du plasma atteint un degré suffi- 
samment haut et les électrons libres sont « refroidis ». En d’autres 
termes, le laser à plasma oscille pendant la postluminescence de la 
décharge. 

Pour réaliser un laser à plasma il est nécessaire de résoudre deux 
problèmes. Le premier est lié à l’obtention d’un plasma dense forte- 
ment ionisé à électrons « surrefroidis » et le second à la relaxation 
du niveau inférieur de la transition laser. 


() Aux lasers à plasma est consacrée la monographie [69] ; voir aussi [70, 71]. 
(©) Une augmentation excessive du degré d'ionisation du plasma dans le 
laser à décharge gazeuse peut conduire au décrochage d'oscillation. 
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Notons une complexité particulière du premier problème. On 
étude les différentes voies de sa résolution qui différent par les pro- 
cédés d’introduction de l'énergie d’excitation dans le milieu actif et 
par les procédés de refroidissement des électrons. Si le plasma est, 
dans son ensemble, immobile, on peut appliquer deux procédés 
efficaces de refroidissement des électrons li- 
bres : le refroidissement par collisions contre XF 
les parois (dans des tubes de diamètre relati- 
vement petit) et le refroidissement par col- 2 
lisions élastiques avec des atomes d'un gaz 
tampon, par exemple d’'hélium ou d hydrogène. | 
Si l’ensemble du plasma est animé d’un mouve- 
ment, le refroidissement des électrons libres 
peut s’obtenir par détente adiabatique du 
mélange gazeux (mécanisme dynamique). R; 

Suivant les procédés utilisés pour l’ioni- 
sation du milieu, le refroidissement des élec- Fig. 1.46 
trons et la relaxation des niveaux inférieurs, 
on distingue les différents types de lasers à plasma : pulsés. à faisceau 
électronique, à pompage nucléaire, dynamiques, chimiques. 

Modèle à deux niveaux « ouvert» d'un laser à plasma. — Le 
schéma de travail à deux niveaux correspondant au modèle le plus 
simple est représenté sur la fig. 1.46. On y distingue: Z et 2, les 
niveaux inférieur et supérieur respectivement de la transition laser : 
F, la probabilité de peuplement du niveau supérieur; À, et R.. les 
probabilités de vidange des niveaux Z et 2. Désignons par nr, et nr, 
les populations des niveaux inférieur et supérieur respectivement et 
par n+ la concentration des ions. Ecrivons l’équation du bilan pour 
le cas stationnaire 


dn,'dt=n4 T3; —nR;, = 0 ; 
- os. | (1.9.6) 


an,/dt=nR,—n,R,=—0. 
La vitesse de peuplement du niveau 2 est égale à la vitesse de recom- 
binaison des ions; rappelons que t+ — 7?/*/Dni. 


En utilisant les relations (1.9.6), on obtient pour l’inversion de 
populations des niveaux des transitions laser l’expression suivante : 


No — PR = Ne (1 — ni/ns) — 
= (n+/R;t+4) (1 — RJ/R,). (1.9.7) 


La formule (1.1.3) donnant le coefficient d'amplification prend dans 
ce cas la forme suivante: 


H = Ones — nn) = (0n+/R,T+) (1 — R/R,). (1.9.8) 
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ou encore 
(1.9.9) 


Comme le montre l'expression (1.9.9), le modèle simplifié du 
laser à plasma met en évidence les points principaux : la nécessité 
d'obtention dans le plasma de fortes concentrations n. et n+; du 
« refroidissement » des électrons, d’une grande vitesse de vidange du 
niveau inférieur (pour réaliser l'inégalité R, << R,). 

Problème du vidange du niveau inférieur. — Indiquons les 
principaux mécanismes de vidange du niveau inférieur dans les la- 
sers à plasma: par rayonnement, désexcitation par électrons libres 
refroidis, collisions inélastiques avec les atomes des additifs spé- 
ciaux. vidange chimique. 

Le vidange par rayonnement (vidange par émission spontanée) s'avè- 
re efficace lorsque le niveau inférieur se situe assez haut, le plasma 
n'est pas trop dense et le volume utile n’est pas trop grand. Dans 
le cas contraire c'est le mécanisme de vidange par collisions des cen- 
tres actifs avec les électrons libres refroidis qui devient plus impor- 
tant. Ce mécanisme est d'autant plus efficace que la concentration 
électronique est plus élevée et que les élec- 
trons sont plus refroidis. Notons que le re- 
froidissement des électrons est nécessaire 
pour assurer le régime de recombinaison 
(et par conséquent le peuplement du niveau 
supérieur de la transition laser) et pour ac- 
célérer le processus de vidange du niveau 
inférieur. 


Croupe 
supérieur 


Une inversion de populations par désexcita- 
tion électronique s'établit en particulier dans le 
cas où les niveaux du centre actif sont réunis en 

Fig. 1.47 deux groupes de niveaux situés l’un près de l’autre, 
| et le niveau inférieur du groupe supérieur représente 
Je niveau supérieur de la transition laser, alors que le 
niveau supérieur du groupe inférieur constitue le niveau inférieur de la transition 
laser (v. fig. 1.47 sur laquelle 7 et 2 sont les niveaux de la transition laser). Le 
fait est que la probabilité de désexcitation électronique est nettement plus faible 
pour les niveaux des groupes différents que pour les niveaux d'un même groupe 
roches les uns des autres. C'est pourquoi les collisions avec les électrons dans 
es limites de chaque groupe de niveaux conduisent à un peuplement privilégie 
des niveaux inférieurs et au vidange des niveaux supérieurs (v. les flèches sur 
la figure). C'est ainsi que sont créées les conditions pour l'établissement d'une 
inversion de populations entre le niveau inférieur du groupe supérieur et le 
niveau supérieur du groupe inférieur même dans le cas où la population totale 
du groupe inférieur est plus élevée que celle du groupe superieur. 


Croupe inférieur 
ts 


Pour vider les niveaux inférieurs, on peut également utiliser les 
collisions inélastiques entre les centres actifs (désignons-les par À) et 
les atomes d’additifs spéciaux (désignons-les par B). La fig. 1.48 
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montre les transitions correspondant à divers processus de collision 
(le trait surmonté de hachure désigne le niveau d'ionisation des ato- 
mes): la fig. 1.48, a représente le transfert résonnant d'énergie d'ex- 
citation 


À (m) + B(0)— 4 (0) + B (n); 
la fig. 1.48, b illustre l’ionisation de l'atome d'impureté en cas de 
transfert d'excitation (effet Penning) 

A(m)+B(0) + A (0) +B't+e; 


(e, l’électron; son énergie est désignée sur la figure par AE); la 
fig. 14.48, c montre la recharge par résonance) 


A* + B(0)—+ À (m) + B*. 


Par un choix approprié des additifs (impuretés) on peut assurer un 
vidange préférentiel des niveaux inférieurs, c'est-à-dire réaliser la 


n 


phttstn 1 uy COLLE lp : 
a 1 
m n m m 0 


| 
0 0 0 0 0 
A B r F A B | 
—— 4" y _—— ——————— _ 
a) b) c) . L Rimp 
Fig. 1.48 Fig. 1.49 


situation représentée sur la fig. 1.49 qui montre la variation des 
populations des niveaux des transitions laser (n, et #7.) en fonction de 
la concentration de l’impureté (r7,,,). On voit que l’inversion de 
populations des niveaux des transitions laser s'établit lorsque la 
concentration de l’impureté dépasse une certaine valeur (désignée 
par n sur la figure). 

Un vidange efficace des niveaux inférieurs dans les lasers à plas- 
ma peut s'obtenir également au moyen de réactions chimiques spé- 
ciales. Le vidange chimique permet de réaliser une inversion de popu- 
lations même dans les transitions vers l’état fondamental!?. 

Lasers à plasma pulsés. — Pour ioniser le milieu actif dans ces 
lasers on utilise des impulsions rapidement décroissantes d’une dé- 
charge électrique, dont les valeurs typiques des paramètres sont : 
la tension jusqu'à 20 KV, l'intensité de courant jusqu’à 300 A, la 


(°) Il est facile de voir que ce processus conduit non au vidange mais au 
contraire au peuplement du m-ième niveau de l'atome À | : 
(©?) Pour plus de détails sur le vidange chimique des niveaux voir plus loin. 
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durée de l’impulsion de l’ordre de 0,1 à 1 us. L’impulsion d'oscilla- 
tion se développe pendant la postluminescence de la décharge. 

Comme milieu actif on utilise un mélange de composant actif la- 
ser facilement ionisable et de composant auxiliaire (tampon) diffi- 
cilement ionisable. Ce dernier est destiné essentiellement à assurer 
un refroidissement suffisamment rapide des électrons libres dans le 
plasma. 

Sous l’action d’une puissante impulsion d’excitation il se crée un 
plasma à haute concentration des ions de différentes multiplicités 
et d'électrons libres. Après la cessation de l'impulsion d'’excitation 
il se déroule le processus de refroidissement rapide des électrons par 
collisions avec les atomes du gaz tampon. Puis, la recombinaison des 
ions et des électrons intense assure le pompage des transitions laser 
dans les centres actifs qui sont constitués par les atomes ou les ions 
(généralement simples) du composant facilement ionisable du mé- 
lange. Un rôle important dans l’établissement de l’inversion de po- 
pulations est joué par le mécanisme de désexcitation électronique 
des niveaux inférieurs des transitions laser. 

Les lasers à plasma pulsés, réalisés actuellement, utilisent en 
particulier les vapeurs ionisées de métaux alcalino-terreux Mg, Ca, Sr, 
Ba. Signalons à titre d'exemple le laser à plasma à strontium-hé- 
lium qui oscille sur les transitions dans Sr II, c’est-à-dire sur les 
transitions entre niveaux des ions simples Sr*. L’hélium joue le 
rôle de gaz tampon. L’impulsion d'’excitation fait naître un plasma 
à haute concentration des ions doubles de strontium (ions Sr**). Les 
processus de recombinaison conduisent à la formation d'ions simples 
excités Sr* qui jouent dans ce cas le rôle des centres actifs. Le laser 
oscille sur une série de transitions des ions Sr* ; les raies principales 
sont à 0,416 um (transition 6*S,,, — 5*P,,,) et à 0,431 um (transi- 
tion 628 ,,, —> 5*Pae) [71]. 

Lasers à plasma utilisant des ioniseurs durs: pile-laser. — Les 
procédés de production du plasma en recombinaison qui semblent 
voués à un avenir prometteur sont ceux qui utilisent des ioniseurs 
durs : un faisceau d'électrons rapides introduit de l'extérieur dans un 
gaz dense et froid ou des fragments de fission des noyaux atomiques 
qui se forment au sein d’une pile atomique en fonctionnement [691]. 
Dans le premier cas il s’agit d’un laser à plasma à faisceau électroni- 
que. et dans le second, d’un laser à plasma à pompage nucléaire ou, 
autrement dit, d’une pile-laser. Les lasers à plasma pulsés travaillent 
avec un plasma en recombinaison libre qui se forme après la cessation 
de l’impulsion ionisante de la décharge et un refroidissement rapide 
des électrons du plasma qui s'ensuit. Les lasers à plasma faisant 
appel à des ioniseurs durs peuvent travailler avec un plasma à l’état 
surrefroidi stationnaire dans lequel une inversion de populations 
peut être maintenu en permanence. Examinons de plus près le projet 
d'un laser à plasma appelé pile-laser. 
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On sait que l’énergie dégagée à l’intérieur d'une pile nucléaire 
par suite de la fission des noyaux d'uranium ou de plutonium est 
représentée essentiellement par l’énergie cinétique des « débris ato- 
miques » ou (des fragments de fission). Ces fragments sont des ions à 
charges multiples), Les fragments-ions s’envolent à de grandes vites- 
ses dans un milieu relativement froid (* et peuvent donc être utilisés 
pour la production d'un plasma à recombinaison intense. Il devient 
donc possible de réaliser ainsi une transformation directe de l’éner- 
gie nucléaire en énergie de rayonnement optique cohérent (suivant 
la « chaîne » : énergie cinétique des fragments de fission, énergie du 
plasma dense fortement ionisé, énergie du rayonnement laser). 

Le schéma de principe d'une pile-laser est assez simple. C'est un jeu de tubes 
disposés parallèlement et représentant des éléments producteurs d'énergie baignés 
par un fluide caloporteur. Chaque tube-élément producteur d'énergie est rempli 
d'un mélange de composé gazeux d'uranium (par exemple, de hexafluorure 
d'uranium UF4) et de composant actif laser (par exemple, d’hélium); les faces 
terminales du tube comportent des miroirs. Pour des concentrations de UF4 
de l’ordre de 10!° cm-* peut être réalisée la masse critique du combustible nuclé- 
aire, c’est-à-dire peuvent être assurées les conditions nécessaires à Ja réaction 
en chaîne de la fission des noyaux d'uranium. La concentration de l'hélium doit 
être d'environ 10°! cm-*; dans un Fe si dense les fragments-ions pourront assu- 
rer une ionisation efficace de l'hélium dans des tubes de rayon non inférieur 
à 1 cm. Le refroidissement du plasma est assuré par le fluide caloporteur qui 
baigne les tubes (3). Ainsi, dans chaque tube-producteur d'énergie il devient 
possible de produire un plasma en recombinaison intense qui assure le pompage 
des transitions laser dans l'hélium. 11 en résulte que les éléments producteurs 
d'énergie se transforment en éléments actifs laser oscillants. 


Lasers à plasma dynamiques. — Dans ce type de lasers, le plas- 
ma considéré comme un tout est animé d'un mouvement et son pas- 
sage au régime de recombinaison s'effectue au cours de son mouve- 
ment. On étudie les différents types de mouvement macroscopique du 
plasma : détente, compression, écoulement uniforme par jet [70]. 

Lors de la détente rapide (adiabatique) d'un plasma dense chauffé 
au préalable par une décharge électrique il se produit un refroidis- 
sement du milieu, ce qui crée des conditions favorables pour la re- 
combinaison. En utilisant un jet de plasma s’écoulant de façon con- 
tinue d’une fente étroite ou d'une tuyère, on peut réaliser, dans des 
conditions déterminées, une oscillation‘laser continue. 

Une compression rapide du plasma permet d'y introduire effica- 
cement une énergie de forte densité. En pratique, un tel procédé 
d'introduction d'énergie dans le plasma peut être réalisé dans des 


() Par exemple, parmi les fragments de fission de l'uranium 235 on ren- 
contre le plus souvent les ions strontium de multiplicité 20 et les ions xénon 
de multiplicité 22. 

2) Les vitesses des fragments sont de l’ordre de 107 m/s et l’énergie près 
de 100 MeV. 

(*) Le fluide caloporteur échauffé peut être utilisé dans le générateur de 
vapeur d'une centrale atomique. 
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installations utilisant l'effet de pincement(®. La compression de la 
colonne de plasma par un champ magnétique longitudinal externe 
assure une très haute concentration des électrons libres (dépassant 
1017 cm). Les conditions de compression du plasma permettent en 
principe de réaliser le régime de recombinaison parce que les pertes 
considérables par bremsstrahlung (rayonnement de freinage) peuvent 
ralentir de façon appréciable la croissance de la température électro- 
nique, alors que la concentration des électrons augmentera au cours 

de la compression. Ainsi, dans un 

PUR 7 FR plasma soumis à une compression 

| 7 rapide peut avoir lieu un peuplement 
efficace par recombinaison des ni- 
veaux supérieurs des transitions la- 
ser; les niveaux inférieurs seront 
alors vidés par le mécanisme colli- 
sionnel qui fonctionne efficacement 
dans ces conditions. 

Fig. 1.50 Une possibilité intéressante de 
| réaliser une oscillation continue 
dans la postluminescence de la décharge est ouverte par l'utilisation 
d’un mélange plasmique sous forme d’un jet s'écoulant uniformément. 
Rappelons que dans un laser à plasma travaillant en impulsions 
trois processus se déroulent l’un après l’autre : le premier est la for- 
mation d'un plasma fortement ionisé, le deuxième est le refroidis- 
sement des électrons libres du plasma et le troisième est la recombi- 
naison du plasma (pompage des transitions laser). Si le plasma est 
macroscopiquement immobile, tous ces processus s'effectuent au 
même endroit de l’espace et doivent donc alterner dans le temps d'où 
l'obligation de fonctionner en impulsions. Au contraire, si le plasma 
se meut sous forme de jet, tous les trois processus indiqués peuvent 
se dérouler simultanément mais dans des régions différentes de l’espace 
(dans des portions différentes du jet). Ce qui vient d'être dit est il- 
lustré par la fig. 1.50. On y distingue: Z, le jet de gaz; 2, la région 
où est réalisée une décharge transversale et produit un plasma forte- 
ment ionisé; 3, la région où s'effectue le refroidissement des élec- 
trons libres; 4, la région de recombinaison ; 5, les miroirs de la ca- 
vite, 6, le rayonnement laser. Un tel développement des processus 
successifs dans l’espace (suivant l'écoulement du jet) permet en 
principe de les faire coïncider dans le temps. 

Lasers à plasma chimiques. — À la différence des lasers chimi- 
ques dans lesquels l'énergie chimique est utilisée pour l'excitation 
des niveaux supérieurs des transitions laser, les lasers à plasma uti- 
lisent les réactions chimiques essentieliement pour vider les niveaux 


(*) L'effet de pincement ou la rhéostriction est la contraction d'une dé- 


charge sous l'action d'un courant qui la parcourt (décharge autopincée); voir 
par exemple [72]. 
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inférieurs des transitions laser. Les recherches concernant les lasers 
à plasma chimiques sont menées dans deux directions : on étudie des 
réactions chimiques qui conduisent au départ des atomes (ions) des 
états déterminés et on examine des milieux à base de molécules 
« éclatantes » (excimères) [69]. 

La première direction suppose l'étude de la cinétique du peuple- 
ment et de la relaxation des niveaux d'énergie au cours des réactions 
déterminées se déroulant dans des mélanges plasmiques. Indiquons 
à titre d'exemple les réactions chimiques qui assurent un départ ra- 
pide des atomes d'hydrogène de l'état fondamental [73]: 


H+F+HF—2HF; H + CI + HCI— 2HCI; 
H+F+F—HF+F,; H + CI+ CI, — HCI + CL. 


En mettant à profit ces réactions, on peut réaliser l'oscillation sur 
les transitions correspondant dans le spectre de l'hydrogène aux 
raies de la série de Lyman. 

Dans un laser à molécules excimères, les processus intervenant 
dans le plasma en recombinaison conduisent à la formation des 
molécules dans un état électronique excité. Ces molécules peuvent 
apparaître, par exemple, lors de la recombinaison des atomes dans 
l’état fondamental (désignons-les par À (0)) avec les atomes dans 
l’état excité (désignons-les par À (1)): 24 (0) + À (1) — 4, (1) + 
+ À (0). Ici, 4, (1) est une molécule excimère dans l’état électro- 
nique excité. 

Les lasers à plasma à transitions électroniques des molécules exci- 
mères semblent les plus prometteurs de tous les types de lasers à 
plasma déjà existants parce que le problème du vidange du niveau 
inférieur de la transition laser y est résolu de la façon la plus simple 
et en outre le choix des molécules oscillantes est varié. En particu- 
lier, des composés de gaz inertes lourds (Ar, Kr, Xe) et d'éléments 
caractérisés par une haute affinité pour l’électron, c’est-à-dire d’ha- 
logènes et d'oxygène, sont bien prometteurs. 
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CiTAPITRE 2 


FORMATION DU CHAMP DE RAYONNEMENT 
DANS UNE CAVITÉ LASER 


En énumérant les constituants essentiels d’un laser il convient 
de nommer, en plus du milieu actif et du système d’excitation (sys- 
tème de pompage), également la cavité résonnante optique. Pour ob- 
tenir l'oscillation laser il est nécessaire d'assurer par une inversion 
de populations du milieu actif une amplification supérieure aux 
pertes totales dans la cavité. En faisant varier le niveau et le carac- 
tère de pertes dans la cavité on peut contrôler le processus d'’oscilla- 
tion. Suivant les traits spécifiques de la cavité utilisée, le laser émet 
un rayonnement dont le champ possède une structure spectrale et 
spatio-temporelle déterminée. La formation d'un champ de rayonne- 
ment de structure déterminée est la fonction principale de la cavité du 
laser. 


$ 2.1. CONDITION D’AMORÇAGE D’OSCILLATION 


Nécessité d'assurer un gain initial excédant le coefficient de pertes. 
— On sait que la croissance de la densité de flux lumineux au cours 
de son trajet à travers le milieu actif inversé s'accompagne de l’éga- 
lisation progressive des populations des niveaux des transitions la- 
ser, ce qui conduit à l'effet de saturation du gain d'amplification. 
Le gain %x (z) en un point z (z est l’axe suivant lequel se propage le 
flux) s'exprime par la densité de flux lumineux de la façon suivante: 


# 


X() = sc? (2.1.1) 


où vest la vitesse de la lumière dans le milieu actif ; « un paramètre 
de la non-linéarité de la transition laser; %x, le gain initial (}. Le 
paramètre de non-linéarité caractérise la vitesse d'égalisation des 
populations des niveaux des transitions laser lorsque la densité de 
flux lumineux augmente. Le gain initial se détermine par la densité 
de l’inversion de populations des niveaux des transitions laser 4, 
en l'absence d'oscillation, c'est-à-dire pour S — 0: 


Ko = (Boih @/0] [ngo — (Lo/8) Rail = ON. (2.1.2) 
(@) Voir par exemple {1}, $ 5.6. 
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Ici, w est la fréquence du rayonnement émis; B;,, le coefficient 

d’Einstein ; o = B,1ñw/v la section efficace de l'émission induite 

sur la transition laser ; V, = no — (22/81) ro (cette grandeur a été 

utilisée au $ 1.2). Remarquons que l'introduction de (2.1.2) dans 
(2.1.1) conduit au résultat (1.1.3): 
No 

*()=0 Ru) SG 


La puissance lumineuse produite par les centres actifs dans l’uni- 
té de volume a pour expression( 


— OV (2). 


W (2) = x (2) S (z). (2.1.3) 
En éliminant S (z) entre (2.1.1) et (2.1.3), on obtient 
W (z) = (v/a) [xo — % (2). (2.1.4) 


Désignons par Wisn la puissance lumineuse produite dans tout 
le volume du milieu actif du laser: 


B 
Weén =s | W (2) ds. (2.1.5) 
0 


Ici, s est l’aire de la section transversale du milieu actif; Z la lon- 
gueur de la cavité (nous supposons pour simplifier que le milieu 
actif remplit tout le volume de la cavité et que les grandeurs physi- 
ques sont indépendantes des coordonnées transversales). Introduisant 
(2.1.4) dans (2.1.5), on trouve 


Wen = (vLs/a) [xs — (x)], (2.1.6) 


où (x) — +\ 4 (2) dz est le gain moyenné sur la longueur de la 
0 


cavité. 
Dans le cas de l’oscillation stationnaire on a la relation(?) 


(x) = 1} + No: (2.1.7) 


où n, et n2 Sont les coefficients linéaires d’affaiblissement du flux 
lumineux correspondant respectivement aux pertes nuisibles et uti- 
les). Les pertes utiles sont dues au départ d’une partie de l'énergie 
du milieu actif sous forme de rayonnement laser; le coefficient de 
pertes utiles n, se décrit par l’expression 


m=(1/L)InV 4/R,R, (2.1.8) 


) Voir par exemple 1 eo 
) Voir par exemple [1], (5.6.23). 

(5) Pour saisir le sens nt de de ces coefficients, il convient de se e reporter 
à la loi différentielle de Bouguer : dS = —(n1 + n2) S (z) dz. 


(! 
(° 
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où R, et À, sont les coefficients de réflexion des miroirs de la cavité 
laser. Les pertes nuisibles peuvent être dues à l'absorption du rayon- 
nement par les atomes (molécules) qui ne sont pas des centres actifs, 
à la diffusion du rayonnement à travers la surface latérale du milieu 
actif, aux effets de diffraction et à d’autres causes. 

En utilisant (2.1.7), récrivons (2.1.6) sous la forme 


Weén = (vLs/a) [ko — (n1 + n2)1.À (2.1.9) 


Ce résultat permet de tirer une conclusion bien importante (valable 
non seulement pour l’oscillation stationnaire mais également dans 
le cas général): pour assurer l’oscillation il est nécessaire que soit 
réalisée l'inégalité 


Xo > (ni + M2) |. (2.1.10) 


En d'autres termes, le gain initial doit excéder le niveau de pertes 
dans la cavité, qui se détermine par la somme des coefficients de 
pertes nuisibles et utiles. 


Tableau 2.1 
2 | 4n° 
Transition dipolaire Boa=-5r | (d)s1 1° d=— —er 
2: : . 4n° : e 
Transition dipolaire B 1151 = ETS On Xp [5 = —-—(r Xp) 
magnétique “me 
z? xy xz 
A : 43 : e : 
Transition quadrupolaire Bou = 7 | (kOQ):1 |© Q=——{|uz y? yz 
7 \er =y ©? 


a — 


d, le moment électrique dipolaire de l'électron, 
u, le moment magnétique dipolaire de l'électron, 
Q, le moment électrique quadrupolaire de l’électron, 
k. le vecteur d'onde du rayonnement, n—k}/k, 

(...)e1. l'élément matriciel pour la transition 2? —> 1. 


Plus grande est la différence [x, — (n1 + n:)l, plus élevée est la 
puissance lumineuse engendrée. Le seuil d’oscillation est déterminé 
par l'égalité 


Ko = M + Moe (2.1.11) 


Gain d'amplification initial pour les transitions laser optiquement per- 
mises ct interdites. — Rappelons que les transitions optiquement permises 
sont des transitions dipolaires (c'est-à-dire permises à l’approximation dipolai- 
re); pour ces transitions l'élément matriciel du moment dipolaire électrique du 
système est non nul. Si cet élément matriciel est nul, on dit que la transition 
correspondante est optiquement interdite. Une telle transition peut être permise 
à l'approximation d'un ordre plus élevé: à l'approximation dipolaire magné- 
tique, quadrupolaire, ctc. 


6—01345 
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En examinant l'interaction entre le rayonnement optique et l’électron 
d'un atome. on peut obtenir des expressions pour le coefficient d’Einstein B,, 
intervenant dans (2.1.2) et compte tenu des transitions de différents types (1). 
Ces expressions sont indiquées dans le Tableau 2.1. Elles permettent d'obtenir 
les valeurs suivantes (pour une longueur d'onde émise de l’ordre de 1 um): 


Bon/B pn A 10-8: B;r21/B pat © 104, 


Ainsi, le coefficient B,, entrant dans l'expression du gain initial est de 104 
à 106 fois plus petit pour les transitions optiquement interdites que pour les 
transitions DpHAtenEnt permises. Ceci signifie que la métastabilité du niveau 
supérieur de Ja transition laser dictée par la nécessité de créer une inversion de 
populations comporte un côté négatif. 

En évaluant le gain initial. il est nécessaire de tenir compte non seulement 
du coefficient B.,. mais Cgalement du produit B,,N,. Les facteurs de ce produit 
ont des tendances opposées : l’augmentation de la durée de vie du niveau supé- 
rieur conduit à la croissance de Ÿ, mais entraîne la décroissance de B,,; la 
diminution de cette durée de vie conduit à la croissance de B,, mais fait décroi- 
tre V,. La diminution de Ÿ, dans ce dernier cas s'explique par le fait que lorsque 
B:, augmente, le cocfficient 4,, d'Einstein augmente lui aussi, c'est-à-dire que 
les transitions spontanées dans le canal d'oscillation deviennent plus frécuentes. 

Quelles sont donc Îles transitions qu'il est plus avantageux d'utiliser: les 
transitions optiquement permises ou optiquement interdites? Autrement dit, 
qu'est-ce qui est plus profitable, l'augmentation de .V, dans le cas des transi- 
tions optiquement interdites ou l'augmentation de B,, dans le cas des transi- 
tions optiquement permises ? 

11 se trouve qu'il est plus avantageux d'utiliser les transitions opliquement 
interdites. La diminution du coefficient B,, liée à la métastabilité du niveau 
supérieur est généralement compensée avec succès par l’augmentation de la 
densité d'inversion de populations des niveaux W,. ñ importe pourtant que la 
durée de vie du niveau supéricur de la transition laser ne soit pas trop grande. 
Une diminution excessive du coefficient B,, peut rendre impossible la compen- 
sation susmentionnée. 


Dépendance du gain initial envers la vitesse de pompage. — La 
fig. 2.1 montre un schéma à trois niveaux identique au schéma de 
la fig. 1.9. Or, à la différence du schéma de la fig. 1.9, on a ici dans 
le canal 2-7 des transitions supplémentaires stimulées par le rayon- 
nement émis. La probabilité de ces transitions sont : u',, = À: + 
+ BoiPyéns Wie = BioPgén (Exen étant la densité de rayonnement 
émis). 

Introduisons (1.2.12) dans (2.1.2) (en posant pour simplifier, 
& = £2) et utilisons l'inégalité (1.2.15). Nous obtiendrons pour 
le gain initial l'expression suivante: 


%o = (Ba/v) fon’ (Q — 4,,)/(Q + 42). (2.1.12) 


Rappelons qu'ici #7” est le nombre total de centres actifs par unité 
de volume; Q = w,W32/(Ws1 + Was) est la vitesse de pompage pour 
le schéma considéré. En utilisant la relation entre B., et A:,, ré- 


() Dans [1]. $ 2.5. on montre comment on peut obtenir les expressions pour 
le coefficient d'Einstein 4., décrivant l'émission spontanée. Pour passer de 4, 
à B. il convient d'utiliser la relation connue B,, — 4,,7*</hu». 


S 2.1] CONDITION D'AMORÇAGE D'OSCILLATION S3 
ST 


crivons (2.1.12) sous la forme 
0 = bAn (@ — An) + An). (2.113) 
où b désigne le multiplicateur n°cn’/vw?. L’allure de la variation 


%x, (Q) décrite par l'expression (2.1.13) est représentée sur la fig. 22: 
La droite AA correspond au niveau de pertes. Le point d'intersec- 


2 

Wp wi LT Wo; 

rt +, 
Fig. 2.1 


tion de la courbe %, (2) avec l'axe des abscisses détermine le seuil 
d'inversion Qinv, et le point d’intersection de cette courbe avec la 
droite AA donne le seuil d'oscillation Gen. Il est facile de s'assurer 
que 


| bA+ (mine) . 
Qnv = es 3 Qgén = An pr 5 Qué > Qinve 


Si Q 5 A4, le gain initial s'approche de sa valeur limite 
Ko lin: — bA 21° (2.1.14) 


Comparons quelques courbes x, (Q) construites pour différentes 
valeurs de 4,, (en supposant que la condition (1.2.15) impliquant 
la métastabilité du niveau 2 est satisfaite). La fig. 2.3 représente 
quatre courbes numérotées dans l’ordre de diminution de 4.,. L'exa- 
men de la figure montre que l’inversion de populations est d'autant 
plus facile à réaliser que la valeur de 4, est plus petite (que la durée 
de vie du niveau 2 est plus longue); pourtant il en résulte une di- 
minution de la valeur limite du gain initial. Cette dernière circons- 
tance reflète justement le côté négatif déjà mentionné que présente 
la métastabilité du niveau supérieur de la transition laser. 

Comme il a déjà été dit, la droite AA de la fig. 2.3 détermine le 
niveau de pertes. On peut voir que pour la valeur de À., correspon- 
dant à la courbe 4 l’oscillation est en général impossible à réaliser 
(une diminution excessive de la valeur de 4,, a conduit à ce que la 
valeur limite du gain initial est devenue inférieure au niveau de 
pertes). Ainsi, la frontière inférieure des valeurs de À,, se détermine 
par la valeur des pertes. Suivant (2.1.14) et (2.1.10) doit être remplie 
la condition 

Aa >> (M + n:)/b. (2.1.15) 


ç" 
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Variation du gain initial en fonction de la fréquence. — Exa- 
minons cette variation à partir de la relation (2.1.2) en y utilisant 
au lieu de B;, le coefficient spectral d’Einstein B,, (w). Rappelons 
que PB,, (0) = B,,F (wo), où F'(w) est une fonction qui décrit la 
forme de la raie spectrale d'émission‘. I] vient 


#0 (©) = B:,F (wo) AwoN,/v. (2.1.16) 
Pour des transitions dipolaires et dipolaires magnétiques, le 


coefficient B,, intervenant dans (2.1.16) est indépendant de la fré- 
quence, alors que pour des transitions quadrupolaires B,, = w° 


Fig. 2.3 Fig. 2.4 


(v. Tableau 2.1). Ceci signifie que pour les transitions dipolaires et 
dipolaires magnétiques %x, (w) = wF (&) tandis que pour les transi- 
tions quadrupolaires %x, (w) = &°F (w). Qualitativement l’allure de 
la variation x, (w) se détermine par la fonction F (w), c'est-à-dire 
par la forme de la raie spectrale d'émission du centre actif. Si, par 
exemple, la raie spectrale a une forme lorentzienne (raie homogène) 
et on considère des transitions dipolaires, on a 


#0 (©) = @A/I(® — &,) + A1], (2.1.17) 


où w, est la fréquence répondant au maximum de Ia raie; A la demi- 
largeur de la raie à sa demi-hauteur maximale. L’allure de la varia- 
tion x, (w) décrite par la formule (2.1.17) est représentée sur la 
fig. 2.4. La droite AA y correspond au niveau de pertes. Il est évi- 
dent que c’est seulement le profil hachuré de la fonction %x, (w), 
appelé raie amplificatrice, qui « travaille » en régime d'oscillation. 


() Pour les Se re spectraux d'Einstein et la forme de la raie spectrale 
voir par exemple [1], $ 4.7. 


& 2.2] CAVITÉ RESONNANTE OPTIQUE ET RAYONNEMENT LASER S3 


La fréquence du rayonnement émis sur cette transition se situe dans 
les limites de la largeur de la raie amplificatrice: ©, << © << &.. 

Au chapitre précédent ont été indiquées des cavités sélectives permettant 
un accord en fréquence du rayonnement dans les limites de la largeur de la raie 
de luminescence. Remarquons, à titre de précision, que la gamme d'accord en 
fréquence se détermine non par la largeur de la raie de luminescence mais bien 
par celle de la raie amplificatrice (par la largeur de la raie de luminescence au 
niveau de pertes). 


$ 2.2. CAVITÉ RÉSONNANTE OPTIQUE ET RAYONNEMENT 
LASER (ÉTUDE PRÉLIMINAIRE) 


Coefficient optimal de pertes utiles. — Il résulle de (2.1.9) que 
pour augmenter Wy:n il suffit de réduire les pertes dues à la cavité 
optique (diminuer la somme n, + 12). On peuten particulier réduire 
le niveau de pertes utiles. A cet effet, il faut suivant (2.1.8) augmen- 
ter R,R,. Pourtant une augmentation excessive du coefficient de 
réflexion des miroirs de la cavité n’est pas avantageuse car la dimi- 
nution de n, entraîne une diminution de la part du rayonnement 
produit, qui représente le rayonnement laser, cette part étant défi- 
nie par le rapport n2/(n, + n2). Compte tenu de (2.1.9), la puissance 
du rayonnement laser se décrit par l'expression 


_ Ta _ vLs LL Vo 
W= + W gén = = [Xo (n1 + 2)] UE (2.2.1) 
Le rapport n2/(n1 + 12) diminue avec la diminution de 1;, mais le 
facteur [%x, — (1, + n:)l augmente. Le coefficient de pertes utiles 
doit donc avoir une valeur optimale n:,,. qui assure la valeur mazxi- 
male de la puissance de sortie. 

Au lieu de la puissance de sortie W on considère généralement 
la densité de flux lumineux $ sortant de la cavité optique. Les gran- 
deurs W et S sont liées entre elles par une simple relation 


S = Wis, (2.2:2) 


où s est l’aire de la section droite du flux lumineux (pour simplifier 
nous supposons qu'elle est égale à l'aire de la section droite du mi- 
lieu actif). 

Compte tenu de cette remarque, récrivons (2.2.1) sous la forme 


S = (vLla) [xo — (M + n2)] n2/(n + ne). (2.2.3) 


L'’allure de la variation de S en fonction de n, définie par l'expres- 
sion (2.2.3) est représentée sur la fig. 2.5. La valeur de seuil du coef- 
ficient de pertes utiles est égale à x, — n,. Pour déterminer v,,,:, 
dérivons la fonction $ (n.) et annulons la dérivée. Il vient 


| Mopti - Von — ur L (2.2.4) 
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Dans ce cas on a 
Sms = (Vol Vu). (2.2.5) 


Ainsi, pour des valeurs données de x, et n, il existe une valeur 
optimale du coefficient de pertes utiles définie par l’expression 
(2.2.4); à cette valeur correspond une densité maximale du flux 
lumineux de sortie décrite par la formule (2.2.5). Une augmentation 
ultérieure de S,,., implique que l’on fasse augmenter x, ou dimi- 
nuer “1. 

Supposons que le rayonnement laser sort par l’un des miroirs de 
la cavité, alors que l’autre miroir est à réflexion totale. Partant de 


(2.2.4) et (2.1.8) on trouve le coeffi- 


5 cient optimal de réflexion du miroir 
de sortie 
Ropt — €XP [— 2L (V xon: és n1)l. 


(2.2.6) 


Avec un gain d'amplification 
suffisamment élevé, caractéristi- 
que, par exemple, des lasers à néo- 
dyme à pompage par impulsions, 

Fig. 2.5 R,u peut être relativement bas 

(10 à 20 %). Mais dans le cas du 

laser à hélium-néon, dont le gain est faible, R,,,. atteint 99 %. Pour 

obtenir les valeurs si élevées du coefficient de réflexion, on utilise 

des miroirs à multicouches diélectriques que l'on realise par dépôt 

(par évaporisation) sur un support de plusieurs couches diélectriques 

minces d'épaisseur optique égale à un quart de longueur d'onde 
d'émission mais différant par indice de réfraction). 


opt Xo-71 Me 


Si le rayonnement laser sort par les deux miroirs de la cavité. on a, au lieu 
de (2.2.6). la relation 


(Ri1R2)opt = exp [—2L ( #01 —11)] . (2.2.7) 


Soient S, la densité du flux sortant du miroir à coefficient de réflexion R, et S, 


la densité du flux sortant du miroir à R,;, Sy + S, — S. On montre (*) que 


Ss _ 1—R, A .. 
ee 4 Fe. (2.2.8) 


Fréquences de résonance. — La cavité optique sélectionne, dans 
les limites de la largeur de la raie d'amplification, un ensemble de 
longueurs d'onde de résonance À, (de fréquences de résonance w;). 


(') Pour les revêtements multicouches diélectriques, voir par exemple 
[2]. chap. 24. 
() Voir par exemple [3]. 
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En supposant que le champ à l’intérieur de la cavité se décrit de 
façon approchée par un ensemble d’ondes planes se propageant le 
long de l'axe de la cavité, écrivons la condition de résonance sous la 
forme 


L = qhq/2. (2.2.9) 


Ici, g est un nombre positif (g > 1); L, la longueur de la cavité. La 
condition (2.2.9) signifie que la longueur de la cavité doit être égale 
à un nombre entier de demi-longueurs d'onde. Elle signifie égale- 
ment que le déphasage d’une onde qui a effectué un double trajet à 
travers la cavité (d’un miroir à l’autre, aller et retour) est multiple 
de 2x. En effet, le déphasage d’une onde plane ayant parcouru une 
distance z est égal à 2xz/À. Sur la distance de 2ZL ce déphasage sera 
de 4xL/h. En supposant que ce déphasage est multiple de 2x, c'est- 
à-dire que 4nL/À = 2nq, on est conduit âu résultat (2.2.9). 

Compte tenu de ce que la longueur d'onde émise est liée à la 
fréquence par la relation 


À = 2nv/w = 2nc/nw, (2.2.10) 


où n est l'indice de réfraction du milieu qui remplit la cavité résor- 
nante, récrivons (2.2.9) sous la forme 


L = qneinwg (2.2.9a) 


Ainsi, les fréquences de résonance de la cavité optique se décrivent 
par l’expression 


© =qne/Ln |. (2.2.11) 


Notons que l’expression (2.2.11) est une expression approchée. 
Elle suppose que, premièrement, le champ au sein de la cavité se 
décrit par des ondes planes et, deuxièmement, que la dispersion de 
l'indice de réfraction est sans importance. Par la suite ces deux hy- 
pothèses simplificatrices seront éliminées. 

L'expression (2.2.11) montre que le spectre de fréquences de ré- 
sonance est équidistant : la différence de deux fréquences consécuti- 
ves est constante. Elle est égale à 


Aw° = nc/Ln. (2.2.12) 


En divisant la largeur de la raic d'amplification Aw par Aw’, on 
trouve le nombre total de fréquences de résonance dans le spectre 
d'oscillation du laser 


M = Aw/Aw’ = AoLn/ne. (2.2.13) 


Le nombre M augmente lorsque la longueur optique Ln de la cavité 
et la larseur Ao de la raie amplificatrice augmentent. La dernière 
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est d'autant plus grande que la raie de luminescence des centres actifs 
est plus large et le niveau de pertes dans la cavité est plus bas. 

En sélectionnant un ensemble de fréquences de résonance, la 
cavité optique transforme la raie amplificatrice représentée sur la 
fig. 2.4 en une série de raies étroites que l’on appelle raies spectrales 
de la cavité (fig. 2.6). Les maximums de 
ces raies correspondent aux fréquences de 
\ résonance et la largeur de la raie se déter- 
: mine par les pertes dans la cavité. Dési- 
gnons la largeur d’une raie spectrale de la 
cavité par Aw,. Le rapport 


Q = owÿyAw, (2.2.14) 


est appelé coefficient de suriension ou 
qualité de la cavité(l. Plus faibles sont 
les pertes à l’intérieur de la cavité, plus 
grand est son coefficient de surtension 
. (plus petit est Aw,). 
Fig. 2.6 Pour pouvoir discriminer Îles raies 
étroites dans le spectre d'oscillation, il 
faut que soit remplie la condition Aw, << Aw’. En faisant usage de 
(2.2.12) et (2.2.14), mettons cette condition sous la forme 


Q > o,Ln/nc. (2.2.15) 


Posons w4/x = 10% s-l, £n & 10 cm. Alors la relation (2.2.15) 
donne © >> 10%. Les valeurs du coefficient de surtension des cavités 


laser réalisées en pratique satisfont généralement à la condition 
(2.2.15). 


Dans les conditions réelles, on doit tenir compte des facteurs supplémen- 
taires qui influent sur la discrimination des raies spectrales étroites. Un de tels 
facteurs est lié à la non-homogénéité de l'indice de réfraction des milieux actifs 
solides. En se servant de (2.2.11), il est aisé de montrer que les fluctuations ôn 
de l'indice de réfraction entraînent une fluctuation de la fréquence de résonance 
60 Æ Wôn n. Pour discriminer les raies étroites dans le spectre de fréquences, 
il est nécessaire que © << A’: par conséquent, en plus de la condition (2.2.15) 
on doit encore remplir la condition ôn/n << nc:@Ln. Il s'ensuit que ôn n << 10784. 
re pas toujours que cette dernière inégalilé est vérifiée dans les lasers à 
solides. 


NIXINE 


* 
LL) 


NINSeS 


LE) 


LEZ LI 
NN 
em 


+ 


NN 


vs 
LOS 


CR 
NNNANNSS 


VAI INISRANSS * pce 
RSS NN RES SR NN NN QUE 
LS 
LE 
\N 


NS 


+ 
\ 
NN Ne MEN 


NW 
NY 
K 


NN 


LS SSSSSNN 
RIRE 


SN 


SS 
NNNNNNN 


SS 
Y 


LS 
D 


Modes (types d'oscillations) d’une cavité optique. — Comme on 
l'a dit plus haut, la cavité du laser influe de façon considérable sur 
la puissance de son rayonnement ainsi que sur ses caractéristiques 
spectrales. En réalité, la cavité a sur les propriétés du rayonnement 
laser une influence de principe encore plus importante. Le fait est 
que la cavité optique assure la formation d'états déterminés du 


| 0 Le coefficient de surtension d’une cavité optique sera examiné plus en 
détail au $ 2.3. 
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champ de rayonnement que l’on appelle modes ou types d'oscilla- 


tions. 

Un mode distinct se note TEM,,,. où m et n sont les indices 
transverses et q l'indice longitudinal du mode (!). Chaque mode se 
caractérise par une structure spatiale déterminée du champ (par 
une répartition déterminée de l'amplitude et de la phase) dans la 
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TEM; TEMy2 TEM:0 TEM;, TEMy 
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direction perpendiculaire à l’axe de la cavité, en particulier. sur la 
surface des miroirs de la cavité. Les traits spécifiques de cette struc- 
ture sont traduits par les indices transverses m et ». En outre. cha- 
que mode est caractérisé par le déphasage qu'il subit pendant la 
durée d'un aller et retour, ce déphasage étant considéré sur l'axe 
de la cavité. Ce déphasage est égal à 2nq, où q est l'indice longitu- 
dinal du mode. 

Remarquons que l'indication sur la nécessité de considérer le déphasage 
précisément sur l'are de lu cavité s'explique par le fait que les modes ne sont 
pas en toute rigueur des ondes planes. Il est clair que pour une onde plane une 


telle indication serait inutile: dans le cas d’un front d'onde plan la distance 
d'un point du front ou d’un autre à l'axe de la cavité est sans importance. 


À une combinaison concrète des indices m et x qui traduit une 
structure transverse concrète du champ dans la cavité correspond 
une série de modes à différentes valeurs de l'indice g; ce sont des 
modes longitudinaux ou azxiaur. Dans le spectre de l'émission, à 
chacun d'eux correspond une raie étroite. L'ensemble des modes 
longitudinaux à combinaison donnée des indices m et n est désigné 
sous le nom de mode transverse. Un mode transverse ne se caracté- 
rise évidemment que par les indices transverses (il se note TEM,,,). 

Chaque type de mode transverse possède une structure déterminée 
de la tache lumineuse sur le miroir de la cavité. La fig. 2.7.a montre 


() La désignation TEM signifie transverse électromagnetique (les oscillations 
dans une cavité optique peuvent être considérées comme des oscillations trans- 
verses). 
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la structure de la tache lumineuse observée sur un miroir rond 
pour quelques modes transverses les plus simples (modes d'ordre 
faible). Les changements du signe de l’amplitude du champ sur la 
surface du miroir correspondant à ces modes sont montrés à la fig. 
2.7,b. On voit sur cette figure que l'indice m montre combien de 
fois l’amplitude du champ change de signe dans le sens radial, et 
l’indice » indique combien de fois elle change de signe pendant la 
rotation de 180° autour du centre du miroir. 

Le mode transverse TEM,, est dit fondamental. Il se caractérise 
par la structure la plus simple de la tache lumineuse. La fig. 2.7,a 
montre que la concentration du champ du mode au voisinage du 
centre du miroir est d'autant plus forte que les valeurs des indices 
transverses sont plus faibles. 

La structure de la tache lumineuse observée dans les conditions 
réelles représente souvent une superposition de plusieurs modes 
transversaux (fonctionnement er multimode). Le spectre du rayonne- 
ment émis contient généralement plusieurs raies étroites (régime 
d'oscillation à plusieurs fréquences) (?). 

Rôle de la cavité optique dans le laser. — La fonction essentielle 
de la cavité optique consiste à donner aux ondes lumineuses émises 
par le laser une forme déterminée, une structure des modes déter- 
minée [4]. La structure multimode du champ de rayonnement du 
laser est formée dans la cavité par les multiples réflexions du rayon- 
nement sur les miroirs de la cavité. Dans certaines cavités la struc- 
ture du champ est formée pendant un grand nombre d’allers et retours 
(cavités à parcours multiples); dans d’autres, le processus de forma- 
tion du champ de rayonnement n’occupe que quelques parcours aller 
et retour (*). 

Pour examiner le rôle que la cavité optique joue dans le laser, 
il est commode d'utiliser la description quantique qui tient compte 
au mieux du caractère spécifique du processus de production du 
rayonnement dans le domaine optique à savoir du fait que le rayon- 
nement optique prend naissance par suite de très nombreux actes 
de désexcitation des atomes ou des molécules qui effectuent des 
transitions quantiques d’un état à un autre. En un certain sens, même 
un atome (molécule) distinct qui se désexcite peut ètre considéré 
comme un certain « résonateur », comme un système oscillant. 
L’académicien L. I. Mandelstam écrivait: « Nous imaginons que 
chaque molécule de gaz renferme un résonateur optique oscil- 


(*) Dans le cas des lasers à solides, les configurations des modes peuvent 
subir des distorsions par suite des inhomogénéités de l'indice de réfraction des 
milieux actifs solides. 

(°) Si le gain d'amplification est suffisamment élevée, l’inversion de popu- 
lations peut être détruite pendant une seule traversée du milieu actif. De tels 
lasers peuvent fonctionner selon un mode superradiant, c’est-à-dire sans miroirs. 
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lant à une fréquence déterminée ; la luminescence du gaz s'explique 
par le fait que les résonateurs oscillent à une même fréquence et le 
gaz émet la lumière à cette fréquence » ([5], p. 257). 

1! est évident que pour obtenir une lumière cohérente il faut 
que les actes de désexcitation d'un grand nombre de molécules- 
résonateurs soient corrélés entre eux et ceci non seulement en fré- 
quence de rayonnement mais également en direction de propagation 
et en polarisation. En d’autres termes, il est nécessaire que soit 
réalisé le principe d’autocommande (d’autorégulation) ou, comme 
on convient de le dire en radiophysique, le principe de réaction 
positive. La possibilité d’une telle corrélation (possibilité de réaliser 
la réaction positive) est assurée par la nature même de l'émission 
induite: un photon secondaire est né dans le même état dans lequel se 
trouve le photon primaire qui initie la naissance du photon secon- 
daire. Pour réaliser cette possibilité en pratique, on doit assurer la 
sélectivité de peuplement des états photoniques (!) au cours des 
transitions induites; autrement dit, il s’agit de sélectionner, par 
un procédé quelconque, des états photoniques déterminés dans les- 
quels s’accumuleront les photons, tandis que les photons produits 
spontanément dans tous les autres états doivent être assez rapide- 
ment «retirés du jeu ». 

C'est précisément la cavité résonnante oplique qui assure le 
peuplement sélectif des états photoniques dans le laser. La possi- 
bilité de réaction positive que comporte le phénomène de l'émis- 
sion stimulée est réalisée dans l’oscillateur quantique à l’aide du 
résonateur ([6], p. 315). Tout d’abord le résonateur sélectionne dans 
l'espace une direction déterminée dans laquelle se produit l'oscil- 
lation favorisée. Puis, le résonateur assure la sélection du rayon- 
nement en fréquence et en polarisation. Des plaques planes paral- 
lèles. orientées sous l'incidence de Brewster par rapport à l’axe 
de la cavité optique, d'usage courant dans les cavités, assurent la 
sélectivité en polarisation des photons émis. On peut dire que la 
sélection des états photoniques déterminés, dans lesquels s'effectue 
l’oscillation préférentielle, est la fonction fondamentale du résona- 
teur optique. Plus sévère est la sélection des états photoniques as- 
surée par le résonateur, plus hautes sont les propriétés cohérentes 
du rayonnement laser (plus grands sont la directivité, la monochro- 
maticité et le degré de polarisation). 

En examinant comment le résonateur assure le peuplement sé- 
lectif des états photoniques, soulignons que ceci s'obtient grâce 
à la sélectivité des pertes pour les différents états. Pour les états sé- 
lectionnés ces pertes doivent être faibles, alors que pour tous les 
autres états elles doivent, au contraire. être très grandes. Suivant 


() Un état photonique se caractérise par une énergie, une impulsion et une 
rolarisation déterminées du photon. 
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la condition (2.1.10) l’oscillation ne peut être réalisée que dans 
des états pour lesquels les pertes sont relativement faibles. 

Bien qu'elle soit un peu schématique, la description quantique 
permet de mettre en évidence, au point de vue physique. la fonc- 
tion fondamentale de la cavité résonnante optique. On peut dire 
qu’en assurant la sélectivité du peuplement des états photoniques, 
la cavité forme en dernier ressort le faisceau lumineux aux propriétés 
cohérentes correspondantes. Ceci signifie qu'elle forme les pro- 
priétés énergétiques, spectrales, spatiales et autres du rayonnement 
émis par un laser donné. 


Pour en terminer avec le rôle de la cavité optique. arrètons-nous sur une 
question délicate. La fonction de la cavité qui la première « saute aux yeux» 
consiste à faire revenir, à l’aide de miroirs, une partie du rayonnement dans le 
milieu actif. Bien entendu ceci contribue à une utilisation plus efficace de 
l’inversion de populations. Pourtant une question peut naître dans l'esprit du 
lecteur: est-ce d'importance fondamentale? La cavité résonnante peut-elle 
assurer un peuplement sélectif des états photoniques et. en fin de compte, la 
formation du champ de rayonnement sans faire revenir une partie du rayonne- 
ment dans le milieu actif? 

Il est impossible, à ce qu'il paraît, de donner à cette question une réponse 
catégorique. On sait que des lasers sans miroirs existent. La sélectivité en 
directions de l'impulsion de photons s'obtient dans de tels lasers par le choix 
de la géométrie appropriée de l'élément actif. On sait également qu'il existe une 
analogie presque complète entre la structure des modes transverses d'une cavité 
à miroirs (dans laquelle le rayonnement revient dans le milieu actif) et la struc- 
ture d'un guide d'ondes optiques à lentilles (dans lequel le rayonnement se 

ropage dans une seule direction) [7]. Mais il est connu en même temps que le 

egré de sélectivité du peuplement des états photoniques (et donc le degré de 
cohérence du rayonnement) réalisé dans les lasers sans miroirs est en règle géné- 
rale nettement inférieur au degré obtenu dans les lasers comportant les miroirs. 
Quant à l'analogie entre les cavités à miroirs et le guide d'ondes à lentilles, elle 
cesse d'avoir lieu lorsqu'il s'agit non pas des caractéristiques spatiales mais des 
caractéristiques spectrales du rayonnement: le guide d'ondes optiques à len- 
tilles ne possède pas de fréquences de résonance. 

Il convient de souligner que la question posée ci-dessus doit être examinée 
en tenant compte des propriétés amplificatrices du milieu actif. Rappelons que 
la valeur optimale du cocfficient de reflexion du miroir de sortie de la cavité 
dépend de la valeur du gain initial. Plus grand est #,. plus petit est Æopt et 
donc moins importantes sont les propriétés réflectrices du miroir. Au contraire, 
pour de faibles valeurs de x,, lorsque R,pt s'approche de 10 %. le role du miroir 
devient important. 

On peut dire que la présence de miroirs refléchissants n'est pas obligatoire 
lorsque les valeurs du gain d'amplification du milieu actif son suffisamment 
élevées. C'est pour cette raison que peuvent fonctionner selon un mode super- 
radiant (c’est-à-dire sans miroirs) les lasers à transitions autolimitées, en parti- 
culier, les lasers à vapeur de cuivre (v. par exemple [8], ie 8), ainsi que les 
lasers à hydrogène et les lasers à azote émettant dans l'ultraviolet (v.{8], chap. 9). 
Ces lasers se caractérisent par des gains bien élevés. 

Cette circonstance joue un role de principe dans la réalisation des lasers 
à rayons X et à rayons gamma, c'est-à-dire émettant dans les domaines du spectre 
pour lesquels les miroirs de réflexion sont tout simplement inconnus. Citons 
a ce propos les paroles du docteur es sciences physiques et mathématiques Y. Ilin- 
ski tirées de l’article « Le problème du laser gamma » publié dans la revue Pri- 
roda (Nature): « Dans les premiers travaux consacrés à la réalisation d'un laser 
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gamma on attachait une grande importance au résonateur qui amplifie le rayon- 
nement laser du fait qu’en se réfléchissant sur des miroirs ce rayonnement effec- 
tue plusieurs aller-retour dans le milieu actif. La réalisation de miroirs pour le 
rayonnement gamma dur est un problème indépendant dont l'approche n’est 
pas encore trouvée. Au cours des années 70 il est devenu clair qu'il n’était pas un 
problème principal parce qu’à cette époque-là il existait dejà des lasers sans 
miroirs émettant dans l'ultraviolet. De tels lasers produisent un rayonnement 
dirigé et monochromatique à condition que le milieu actif assure une amplifi- 
cation suffisamment grande. Le corps actif du laser était réalisé dans ce cas sous 
forme d'un barreau dont la longueur assure l’amplification voulue du rayonne- 
ment pendant une seule traversée du milieu actif. » 

Quant aux lasers caractérisés par des valeurs relativement peu élevées 
du gain d'amplification, la structure du champ de rayonnement y est formée 
à partir du bruit au cours d’un grand nombre d'allers et retours dans le résona- 
teur. Ici. la présence de miroirs de réflexion devient, à ce qu'il paraît. impé- 
rative. 


Résonateurs passifs et actifs. — Ün résonateur est dit passif 
s’il n’est pas rempli d’un milieu actif. S’il y a amplification, on dit 
que le résonateur est actif. 

La cavité laser est un résonateur actif. Pourtant en étudiant le 
processus de formation du champ de rayonnement dans les cavités 
laser on commence par examiner un résonateur passif. La plupart 
des travaux relatifs aux calculs des résonateurs sont consacrés 
justement aux résonateurs passifs. Ceci s'explique non seulement 
par le fait qu'en étudiant les résonateurs actifs on se heurte à de 
grandes difficultés. Le fait est que le résonateur passif permet d’obte- 
nir en première approximation une image parfaitement réelle des 
processus de formation du champ lumineux dans une cavité laser. 

L'étude des résonateurs passifs permet d'examiner l’affaiblis- 
sement des différents modes, de mettre en évidence les modes dont 
l’affaiblissement est petit, qui se caractérisent par les pertes les 
plus faibles (modes à haute surtension), de déterminer la structure 
du champ de ces modes; on peut en outre évaluer l'influence des 
effets d'ouverture et celle des systèmes à lentilles. En présence 
d'un milieu actif amplificateur, ce sont précisément les modes à 
haute surtension qui sont amplifiés en premier lieu. si bien que les 
résultats obtenus pour les résonateurs passifs se trouvent applicables 
aux lasers au voisinage du seuil d’oscillation. On sait que lorsque 
les valeurs du gain d'amplification sont faibles, un résonateur actif 
se caractérise pratiquement par les mêmes répartitions d'amplitude 
et de phase du champ sur la surface des miroirs et par les mêmes per- 
tes dues aux effets de diffraction qu’un résonateur passif. 

Remarquons également que l’on a développé pour les réso- 
nateurs passifs des méthodes de calcul bien efficaces. Ces méthodes 
peuvent être utilisées pour la résolution de nombreux problèmes 
relatifs aux résonateurs actifs. 

En méme temps, il ne faut pas oublier que la présence d’un milieu 
actif predétermine certains traits spécifiques au processus de for- 
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mation du champ dans le résonateur (v. par exemple [9]). Il cou- 
vient de signaler avant tout la compétition entre modes qui conduit 
à une redistribution de la puissance produite entre les différents 
modes. Cette redistribution peut s'effectuer tant suivant l'échelle 
de fréquences (entre les modes longitudinaux) que dans l’espace 
(entre les modes transverses). Le milieu actif donne lieu à la compé- 
tition entre modes grâce à l’effet optique non linéaire de saturation 
du gain. La saturation du gain sur certaines fréquences peut provo- 
quer l'apparition de « creux » dans le profil de la raie d’amplifica- 
tion (effet de « formation de trous »). La saturation du gain peut éga- 
lement avoir pour effet que ce sont les modes transverses d'ordre 
supérieur (modes à valeurs relativement grandes des indices trans- 
verses) qui se caractérisent par un coefficient de surtension plus 
‘élevé et non les modes d'ordre inférieur. Examinons ceci plus en 
détail. 

Dans un résonateur passif. les modes caractérisés par les plus 
faibles pertes sont en règle générale des modes transverses d'ordre 
inférieur et avant tout le mode fondamental TEM,,. Ce sont préci- 
sément ces modes qui seront excités les premiers en présence d’am- 
plification. L’intensité de champ de ces modes croîtra et pourra 
atteindre l’état de saturation. Ceci signifie que le gain d’amplifica- 
tion de la région du milieu actif effectivement couverte par les 
modes inférieurs (c’est-à-dire au voisinage de l’axe du résonateur) 
devient minimal 4). De ce fait, la densité de l’inversion de popula- 
tions au voisinage de l’axe du résonateur peut devenir plus faible 
que dans la région périphérique. Dans un tel cas ce sont les modes 
transverses d'ordre supérieur occupant des volumes plus grands 
dans le milieu actif (couvrant en particulier les régions périphéri- 
ques) qui commenceront à s’exciter. Une redistribution de la puis- 
sance qui passe des modes inférieurs aux modes supérieurs peut 
entraîner une modification substantielle de la structure spatiale 
du champ dans le résonateur. 

En plus de l’effet de saturation on doit également tenir compte 
des autres facteurs qui influent sur la formation du champ de rayon- 
nement dans le résonateur actif. C’est ainsi par exemple que la 
variation de l’indice de réfraction du milieu actif peut conduire 
à un effet dit d'entraînement de fréquence [10], qui se manifeste par 
le fait que le spectre de fréquences de résonance cesse d’être équidis- 
tant: les fréquences de résonance deviennent plus serrées au voisi- 
nage du centre de la raie amplificatrice. L’échauffement du milieu 
actif lorsqu'il absorbe l’énergie de pompage fait varier son indice 
de réfraction. Il en résulte un effet dit de lentille thermique: l’éle- 
ment actif agit sur le rayonnement à l'intérieur du résonateur comme 
une lentille convergente ou divergente (v. par exemple [11]). 


(?) Suivant (2.1.1) on a Xmin — #o/[1 + (œ/v) Scatl. où Ssat est la densité 
du flux à la saturation. 
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Dans un résonateur rempli par un milieu actif solide (cristal 
ou verre) peuvent s'’exciter des modes supplémentaires dont l’ap- 
parition est liée au phénomène de réflexion interne totale sur la 
surface latérale de l'élément actif. En introduisant un angle 6 que 
la direction de propagation d’un mode fait avec l’axe optique du 
résonateur, divisons ces mo- 
des en deux groupes. Les 
modes pour lesquels 6—:x/2 
circulent dans la section 
transversale de l'élément 
actif (modes circulaires), v. 
fig. 2.8,a. Les modes pour 
lesquels 0 Æ :x/2 se dépla- 
cent suivant l’axe optique. 
v. fig. 2.8,b. Les modes 
du. premier groupe sont des modes parasites. Les modes du second 
groupe peuvent ètre utilisés pour la réalisation de résonateurs à 
guide d'ondes [12]. Les modes supplémentaires réalisés dans les 
résonateurs remplis par un milieu actif sont examinés en particu- 


lier dans [3, 13]. 


Les résonateurs actifs utilisés en pratique contiennent généralement une 
série d'éléments (y compris l’élément actif) séparés l’un de l'autre par des 
intervalles d’air. Aussi, en étudiant un tel résonateur. faut-il tenir compte de la 
présence d’une série de surfaces réfléchissantes qui comprend en plus des miroirs 
de la cavité les faces terminales des éléments se trouvant dans le résonateur 
(y compris celles de l'élément actif). Dans ce cas, le résonateur s’assimile à plu- 
sieurs résonateurs couplés entre eux. Les effets d’interférence qui se manifestent 
dans un système de résonateurs couplés peuvent influencer substantiellement le 
spectre de fréquences de résonance. 


Dans le chapitre actuel nous avons fait la plus large place aux 
résonateurs passifs. Les questions relatives à l’influence du milieu 
actif sur le spectre émis (effets de « formation de trous » et d'entrai- 
nement de fréquences) et sur la structure spatiale du champ de rayon- 
nement (effet de lentille thermique) seront examinées séparé- 
ment ainsi que les résonateurs à guide d'ondes et les lasers à pellicu- 
les minces. Soulignons que les questions concernant la formation du 
champ dans les résonateurs actifs sont organiquement liées à la 
dynamique des processus dans les lasers en oscillation. C’est un grand 


cercle de questions d'importance fondamentale. Leur étude est 
réservée pour le chapitre 3. 


_vNM TT 


b) 
Fig. 2.8 
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Les cavités résonnantes utilisées dans les lasers appartiennent 
à la classe de résonateurs dits ouverts (). Ils diffèrent sur plusieurs 


()_Une place à part doit être faite aux résonateurs à guide d'ondes et aux 
lasers à pellicules minces à rétroaction distribuée (voir $$ 2.14 et 2.15). 


96 FORMATION DU CHAMP DE RAYONNEMENT DANS UNE CAVITÉ LASER [Ch. 2 


points des résonateurs du type fermé utilisés en hyperfréquences. 
La théorie des résonateurs ouverts est systématisée dans [4, 9, 
13 à 15]; v. aussi [3, 7, 16, 17] et [2], chap. 22 et 23. 
Impossibilité d'utilisation des résonateurs fermés dans le domaine 
optique. — Considérons un résonateur prismatique à parois con- 
ductrices représenté schématiquement sur la fig. 2.9,a; L et D étant 
ses dimensions linéaires. Les modes excités dans ce résonateur seront 
représentés de façon simplifiée sous forme d'ondes planes satisfai- 
sant aux conditions aux limites imposées par les parois de la cavité. 


b) c) 
Fig. 2.9 


En utilisant les conditions aux limites pour une onde stationnaire, 
on trouve pour les composantes du vecteur d'onde d'un mode les 
expressions suivantes: 


k,. = amD; k,=nn/D; k, = nq/L, (2.3.1) 


où mn, nr et g sont des nombres entiers (indices de ce mode). Les rela- 
tions (2.3.1) permettent d'obtenir l'expression suivante pour les 
longueurs d'ondes de résonance : 


| => mn. A n \2 q 2 
eV) + GE) +) Ge 
Le mode d'indices 0, n, q se propage dans le plan yz (pour ce mode 
k, = 0) sous un angle 8, défini par les nombres n et q, sur l'axe 


du résonateur (fig. 2.9,b). Suivant (2.3.1) on a k sin 0 = rn/D et 
k cos 0 -= ng/L; par conséquent 


sin 0 = nÀ/2D; cos 0 — qà/2L. (2.3.3) 
Rappelons ensuite que le nombre d’ondes planes se propageant 


dans le volume V et situées dans l’intervalle de fréquences de ow à 
w + Au est proportionnel à w°: 


M = Vou*Ao. (2.3.4) 


Rappelons également que le coefficient de surtension du résonateur 
déterminé par les pertes par effet Joule dans les parois conductrices 
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est proportionnel à Vo: 
Q— Vo. (2.3.5) 


Les renseignements que nous venons de donner sont parfaitement 
suffisants pour montrer que les résonateurs à cavité fermée ne peu- 
vent pas étre utilisés aux fréquences de rayonnement élevées. Lors- 
que la fréquence s'élève, le spectre de fréquences de résonance se con- 
dense : la distance entre les centres des raies spectrales du résonateur, 
c'est-à-dire le rapport Aw/M diminue (suivant (2.3.4), Aw/M = 
= 1/w°). En même temps, l'augmentation de la fréquence conduit à 
un élargissement des raies spectrales: le rapport «w/Q définissant 
la largeur de la raie spectrale croît avec la fréquence (suivant (2.3.5), 


w/Q = Vo). Il est clair qu’à des fréquences suffisamment élevées 
les raies spectrales du résonateur à cavité fermée doivent se recouvrir 
complètement, ce qui fera perdre au résonateur ses propriétés de 
résonance. 

Pour pouvoir assurer l'excitation d’un nombre relativement 
petit de modes inférieurs il est nécessaire, suivant (2.3.2), de faire 
appel à des résonateurs à cavité dont les dimensions linéaires soient 
de l’ordre de grandeur de la longueur d'onde à émettre. Remarquons 
que si le volume du résonateur V & À# Æ {/w°, le nombre d'ondes 
planes excitées n’augmente pas mais diminue avec la fréquence: 
M = VoÿAw = Aw/o. Or, dans un tel cas, pour passer au domaine 
optique il faudrait utiliser des résonateurs à cavité ayant un volu- 
me de l'ordre de 4 um° seulement. Sans parler des difficultés techno- 
logiques que pose la réalisation de tels résonateurs, notons qu’une 
si forte réduction du volume du résonateur et donc de celui du milieu 
actif est inadmissible du point de vue de la puissance du rayonne- 
ment laser. L'’issue a été trouvée en 1958 lorsqu'on a émis l’idée 
d'utiliser dans le domaine optique non pas les résonateurs à cavité 
fermée mais des résonateurs ayant une structure ouverte (1), 

Résonateur ouvert. — Au point de vue de la construction un 
résonateur ouvert diffère d'un résonateur à cavité fermée parce 
que, premièrement, les parois conductrices sont éliminées, les réflec- 
teurs terminaux qui fixent l’axe du résonateur dans l’espace étant 
conservés et, deuxièmement, les dimensions linéaires du résonateur 
sont grandes par rapport à la longueur d’onde émise. 

Les parois latérales étant éliminées, ce sont seulement les modes 
se propageant le long de l’axe du résonateur ou sous de petits angles 
sur cet axe qui peuvent être excités dans le résonateur (fig. 2.9,c). 
Autrement dit, pour les modes d’un résonateur ouvert on a sin 0 
< 1. En tenant compte de (2.3.3), on peut conclure que 


nND € 1; q\L z 1. (2.3.6) 


() Les auteurs de cette idée bien féconde sont A. M. Prokhorov [18] et 
(indépendamment de lui) R. Dicke [19], A. Schawlow et C. Townes [20]. 


1—-01345 
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Puisque À € D et À L. les modes qui seront excités dans un réso- 
nateur ouvert sont d’après (2.3.6) seulement ceux pour lesquels 


mn>id; qg>1. (2.3.7) 


Le résultat (2.3.7) signifie qu'en passant d’un résonateur à cavité 
fermée à un résonateur ouvert, on constate une diminution du nom- 
bre de modes excités: ne subsistent que des modes se propageant le 
long de l’axe du résonateur ayant m, n > 1; g > 1. Une situation 
tridimensionnelle est en fait remplacée maintenant par celle unidi- 
mensionnelle. À ce propos il convient de rappeler que si dans le cas 
tridimensionnel M = w*Ao, dans le cas bidimensionnel on a W — 
= &Aw et dans le cas unidimensionnel Af = Aw. Ainsi, dans le 
résonateur ouvert qui réalise de fait une situation unidimension- 
nelle, le nombre de fréquences de résonance ne dépend pas de la fré- 
quence. Rappelons à cette occasion le résultat (2.2.13): M — 
— AwLn/ne. 

Ainsi, à la différence du résonateur à cavité fermée, le spectre de 
fréquences de résonance dans le résonateur ouvert ne se condense 
pas avec l’augmentation de la fréquence, mais au contraire, grâce 
à la conservation d’un nombre relativement petit de modes. se 
raréfie de façon considérable. 

Signalons encore une particularité qui diffère le résonateur ouvert 
du résonateur à cavité fermée. Le fait est que la conservation des 
seules parois terminales de réflexion, associée à la petite longueur 
d'onde, qui détermine une réduction des effets de diffraction, con- 
duit à une différence substantielle entre les pertes de divers modes. 
Cette circonstance permet, premièrement, de réaliser une raréfac- 
tion supplémentaire (une sélection) des modes jusqu'à obtenir un 
régime monomode et, deuxiéemement, d'assurer un coefficient de 
surtension bien haut pour un certain nombre de modes et même pour 
un seul mode quelconque. 

Coefficient de surtension du résonateur. — Désignons par U(0) 
l'énergie du champ de rayonnement dans le résonateur passif à l’ins- 
tant { — O0. Le résonateur étant passif, cette energie diminuera 
(s’atténuera) avec le temps par suite de différentes pertes. Nous sup- 
poserons que le processus de décroissance de l'énergie est continu 
et que la diminution de l’énergie — dU pendant un intervalle de 
temps de t à { + dt est proportionnelle à l’énergie U (t) et à la durée 
de l'intervalle dt. Ainsi 


—dU = ({/x) U dt. (2.3.8) 


Il en résulte que l'énergie du champ dans un résonateur passif doit 
s’affaiblir avec le temps suivant une loi exponentielle 


U (t) = U (0) exp (—t/r). (2.3.9) 
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Le paramètre 1/t caractérise la vitesse d’affaiblissement de l’éner- 
gie du champ dans le résonateur ; il peut être considéré comme lar- 
geur de la raie spectrale du résonateur Aw, (1/t — Aw,). 

Le coefficient de surtension Q du résonateur est inversement pro- 
portionnel à la vitesse de décroissance du champ dans le résonateur : 


Ü = uvre 0/0. (2.3.10) 


(rappelons à ce propos la relation (2.2.14)). En utilisant (2.3.10), 
récrivons (2.3.8) sous la forme 


—dU'dt = Uw/Q (2.3.11) 
ou encore 
dU 
Q=ou/(-2). (2.3.12) 


Ainsi, le coefficient de surtension d’un résonateur passif peut être 
défini par le rapport, multiplié par la fréquence de rayonnement, de 
l'énergie emmagasinée dans le résonateur à l’énergie perdue par le 
résonateur par unité de temps. La relation (2.3.12) traduit bien 
la liaison entre le coefficient de surtension du résonateur et les pertes 
qui s’y produisent. 

Les pertes caractérisant un résonateur ouvert seront réparties 
en trois groupes : les pertes dues à la transparence du miroir de sortie ; 
Jes pertes par diffraction dues à ce que les ouvertures des miroirs et 
de tous les éléments se trouvant à l’intérieur du résonateur ont des 
dimensions finies; les pertes liées à une absorption partielle du 
rayonnement à l'intérieur du résonateur, dans ses miroirs, ainsi 
qu’à la fuite de rayonnement à travers la surface latérale de l’élé- 
ment actif. Aux $$ 2.1 et 2.2 nous avons utilisé la division des 
pertes en utiles et en nuisibles. Il est évident que les pertes du pre- 
mier groupe indiquées ci-dessus sont des pertes utiles (la relation 
(2.1.8) donnant le coefficient de pertes utiles décrit les pertes liées 
à la transparence des miroirs de la cavité). Les pertes du troisième 
groupe sont évidemment nuisibles. Quant aux pertes par diffraction, 
elles peuvent être nuisibles dans certains cas et utiles dans d’autres 
cas. 

En anticipant un peu, indiquons que dans des résonateurs dits instables les 
pertes par diffraction assurent la sortie du rayonnement laser du résonateur et 
de ce fait doivent être considérées comme utiles. Quant aux résonateurs stables, 
les pertes par diffraction y jouent en règle générale le rôle de pertes nuisibles. 
Pourtant même dans ce cas, des situations peuvent se présenter lorsque les pertes 
par diffraction doivent être considérées au moins en partie comme des pertes 


utiles (par exemple, dans des résonateurs dont le miroir de sortie est constitué 
par un miroir réfléchissant présentant une ouverture au centre). 


Désignons par n le coefficient linéaire de pertes sans préciser 
la nature des pertes. Cherchons la relation qui lie le coefficient de 
surtension du résonateur au coefficient de pertes n. À cet effet. 


7% 
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examinons la variation de l’énergie du champ ÜU non en fonction 
du temps mais en fonction de la coordonnée spatiale longitudinale z 
comme si l’on étudiait le processus d'affaiblissement du flux lumi- 
neux se propageant dans un milieu absorbant : 


U (z) = U (0) exp (—npz). (2.3.13) 


La longueur 1/n est celle sur laquelle l'énergie U est réduite à 1/e 
de sa valeur initiale. Le temps d'’affaiblissement qui lui correspond 


est 
T = {/nv = n/nc, (2.3.14) 


où x est l’indice de réfraction du milieu qui remplit le résonateur. 
Introduisons (2.3.14) dans (2.3.10), il vient 


Q = wn/nc = 2n/n4. (2.3.15) 


Désignons par @; le coefficient de surtension du résonateur lié 
aux pertes de i-ième espèce et par Q le coefficient de surtension ré- 
sultant. Si les différentes espèces de pertes peuvent être considérées 
séparément les unes des autres, on peut écrire 


— dU dt =? (— dU'dt)s. 
Compte tenu de (2.3.11) on en tire 


1/Q = > 1/Q:. (2.3.16) 


Le résultat (2.3.15) est en accord avec (2.3.16): 


1 ?. À / 1 
1 el 1 

Coefficient de surtension du résonateur dû à la transparence du 
miroir de sortie. — Le processus d'affaiblissement de l'énergie du 
champ à l’intérieur du résonateur par suite de la transparence du 
miroir de sortie peut être examiné commodément en observant la 
propagation du rayonnement au sein du résonateur d’un miroir vers 
l’autre. Nous supposerons que le rayonnement quitte le résonateur 
par l’un des miroirs (coefficient de réflexion R), alors que l’autre 
miroir est à réflexion totale. Si le rayonnement a parcouru un che- 
min long de Az, à l’intérieur d'un résonateur de longueur ZL, ceci 
signifie qu'il s’est réfléchi Az/2L fois sur le miroir de sortie. A cha- 
cune de telles réflexions le résonateur perd une fraction de l’éner- 
gie égale à 4 — À. Par conséquent, le rayonnement ayant parcouru 
le trajet Az perd une énergie 


—AU = (UAz/2L) (1 — R). (2.3.17) 
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L'allure de la variation de U en fonction de 3 est représentée sur 
la fig. 2.10,a. C’est une courbe en escalier; la hauteur de chaque 
« échelon » est égale à U (z) (1 — R). La fig. 2.10,b montre à titre 
de comparaison une courbe en trait plein de variation de U (z) dé- 
finie par la relation (2.3.13). Pour pouvoir utiliser de façon approchée 
la relation (2.3.13) dans le cas considéré sur la fig. 2.10,a, il est 


U U 
UQ} 
EE U(z)(1-R) U(oJe"T 
0 
+ z 
2L : b 
Fig. 2.10 


nécessaire de supposer petite la différence 1 — À qui détermine la 
hauteur de l’« échelon ». Ceci signifie que le coefficient de réflexion 
du miroir de sortie doit étre suffisamment proche de l'unité. Posons 


R=1—Et, où Ei<1. (2.3.18) 


Dans ce cas on peut passer de (2.3.17) à une relation du type (2.3.13) 
qui prendra la forme 


U (z) = U (0) exp [—(1 — R) z/2L). (2.3.19) 


Il en résulte que le coefficient de pertes utiles dû à la transparence 
du miroir de sortie du résonateur peut se décrire par l'expression 


n = (1 — R)/2L. (2.3.20) 
En introduisant (2.3.20) dans (2.3.15), on obtient 
Q = 2wLni/c (1 — R) = 4anL/A (1 — R). (2.3.21) 


Précédemment nous avons obtenu pour le coefficient de pertes 
utiles l'expression (2.1.8). En tenant compte du fait que le résona- 
teur ne possède qu'un seul miroir de sortie, récrivons cette expres- 
sion sous la forme 

n = (1/2L) In ({4/R). (2.3.22) 


En se servant de (2.3.18), on obtient 
In (4/R) = In (1/4 — ES mA+Ei)zEë-=1—R. 


On voit que l'expression (2.3.22) se transforme en expression (2.3.20) 
obtenue précédemment. 


402 FORMATION DU CHAMP DE RAYONNEMENT DANS UNE CAVITÉ LASER [Ch. 2 


Coefficient de surtension et modes d’un résonateur ouvert. — Jus- 
qu'ici, nous avons considéré le coefficient de surtension du résona- 
teur sans tenir compte de la structure des modes du rayonnement 
laser. Or, comme il a déjà été dit, les pertes d’un résonateur ouvert 
peuvent varier fortement d’un mode à l’autre. Aussi faut-il en 
toute rigueur considérer non pas le coefficient de surtension en 
général mais le coefficient de surtension d'un mode donné dans un 
résonateur donné. Soulignons que c’est précisément la différence 
entre les pertes des différents modes qui est à la base du processus 
de formation du champ de rayonnement laser; cette circonstance 
a été mentionnée au $ 2.2 à l'occasion du rôle du résonateur dans 
le laser. 

Excitons dans un résonateur passif, par un procédé quelconque, 
des modes différents et observons le processus de leur atténuation 
progressive au cours du temps. Les pertes des différents modes 
étant différentes, ces modes s’affaibliront avec des vitesses diffé- 
rentes, de sorte que la structure des modes du champ variera avec le 
temps. Dans cette structure deviendront de plus en plus prépondé- 
rants ceux des modes qui se caractérisent par les plus faibles pertes. 
Ainsi le résonateur se comporte comme une sorte de « filtre » qui 
sélectionne dans un champ de rayonnement quelconque celles des 
composantes qui correspondent aux modes dont les pertes sont les 
plus faibles. Il est évident qu’en présence d’un milieu actif 
les modes à haute surtension du résonateur passif se caractériseront 
par la plus grande différence (4, — n); c'est pour cette raison qu'ils 
seront amplifiés en premier lieu. 

Pertes par diffraction. Nombre de Fresnel. — Les pertes par dif- 
fraction sont dues à une valeur finie de l'ouverture des miroirs du 
résonateur. Elles dépendent substantiellement de la valeur de 
l'ouverture, de la forme et du degré d’alignement des miroirs, ainsi 
que de la géométrie du résonateur qui est déterminée en particu- 
lier par sa longueur et les rayons de courbure des miroirs utilisés. 
Les pertes par diffraction sont bien sensibles à la structure trans- 
verse du champ de rayonnement : elles croissent rapidement lorsque 
les indices transverses m et nr des modes augmentent. Il est clair 
que la prise en compte des pertes par diffraction est un problème d’im- 
portance fondamentale et en même temps très compliqué. 

Commençons par l'approche la plus simple de ce problème. Re- 
portons-nous au préalable au problème connu de diffraction de 
Fraunhofer par une ouverture circulaire ou diffraction « à l’infini » 
(v. par exemple [21]). Supposons qu’une onde lumineuse plane tombe 
suivant la normale sur une ouverture ronde de rayon a (fig. 2.11,a). 
Les figures de diffraction dans la zone lointaine (pour : > a) seront 
caractérisées par une série d’anneaux de diffraction; le rayon angu- 
laire du premier anneau (rayon fondamental) est déterminé par 
l'angle de diffraction 6 & À/a. Des figures de diffraction analogues 
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apparaissent si au lieu de l’ouverture de rayon a on utilise un miroir 
réfléchissant plan de rayon a et qu'on considère la diffraction dans 
la lumière réfléchie et non dans la lumiere transmise (fig. 2.11,b). 

Envisageons un résonateur de longueur Z constitué de deux 
miroirs réfléchissants plans, limi- 
tés par un contour circulaire de 
rayon d'ouverture a et parfaite- 
ment alignés (fig. 2.12,a). L’onde 
lumineuse réfléchie sur le miroir 
1 diffracte dans l'angle 8 Æ À/a. 
Plus cet angle est petit par rap- 
port à l’angle «a —a/L sous lequel 
le miroir 2 est vu du centre du mi- 
roir Z, plus efficace est l’« inter- 
<eption » par le miroir 2? du 
rayonnement qui se propage de- 
puis le miroir Z et donc plus 
faibles sont les pertes de rayon- 
nement dues à la diffraction. 
Ainsi, pour réduire les pertes par 
diffraction il faut remplir la con- 
dition 

Aa € a! LA 


Ecrivons cette condition sous la 
forme 


aL1> 1 Ê (2.3.23) 


La quantité 
N = a*/LXk (2.3.24) 


est connue sous le nom de nombre 
de Fresnel. Pour mettre en éviden- 
ce le sens physique de ce para- 
mètre important du résonateur, 
divisons la surface du miroir 2 Fig. 2.12 

en zones de Fresnel observées du 

centre du miroir Z. Cette division est indiquée sur la fig. 2.12,b par 
les points A;, 4», Ag - - - (A14, = 9, est le rayon de la première 
zone, 4,4, = p, est le rayon extérieur de la deuxième zone et ainsi 
de suite). Les zones de Fresnel se définissent par les relations 


AB, Fr A,B, — 1/23 4:B, = — AB, Fr À/2 ; 
A :B, — A,B, — À/2 : . 0. 
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Il est aisé de voir que 
LA+pi= (AB) = (40Bo++) = 
=(L+5)=L+L+E RL EL 


Ainsi, l’aire de la première zone de Fresnel vue sur la surface du 
miroir 2 du centre du miroir 1 est égale à np; = nLAi. On peut s’as- 
surer que l’aire de la deuxième, de la troisième et des autres zones 
de Fresnel sera la même que celle de la première. Par voie de consé- 
quence, le nombre total de zones de Fresnel contenues sur la surface 
du miroir ? n’est autre que le rapport sa*/nLà, c'est-à-dire le nombre 
de Fresnel. Ainsi, le nombre de Fresnel est le nombre de zones de 
Fresnel qu'on voit sur la surface d'un miroir d'ouverture finie du 
centre d’un autre miroir. Les pertes par diffraction sont d'autant 
plus petites que le nombre de zones de Fresnel que recouvre le miroir 
du résonateur est plus grand. 

La description quantique permet d’expliquer de façon particuliè- 
rement spectaculaire la condition de petitesse des pertes par dif- 
fraction (2.3.23) [9]. Supposons qu'un photon se réfléchit sur le 
miroir Z vers le résonateur. La coordonnée du photon perpendicu- 
laire à l’axe du résonateur (coordonnée y) présente une indétermina- 
tion de l’ordre de la dimension de l’ouverture du miroir (Ay Æ a) 
et suivant la relation des indéterminations la composante y de l’im- 
pulsion de photon doit présenter une indétermination AP, Æ 
= R/Ay = hla. Ceci signifie que la direction de mouvement du 
photon se caractérise par une indétermination A6 = AP, /P, 
(fig. 2.12, c). Puisque P, = fiw/c = 2nh/}, on a A8 & À/a. Lorsque 
le photon atteint le miroir 2, sa coordonnée transverse présentera 
une indétermination de l’ordre de LAG & LÂi/a. Le miroir 2 doit 
« intercepter » efficacement les photons réfléchis sur le miroir J. 
A cet effet, il est nécessaire que l'ouverture du miroir soit nettement 
plus grande que l’indétermination indiquée a > LA/a. C'est ce qui 
est exprimé par la condition (2.3.23). 

Ainsi qu’on l’a dit plus haut, la question des pertes par diffraction 
est très compliquée; il est naturel qu’elle n’est pas décrite de façon 
exhaustive par la condition (2.3.23), c'est-à-dire ne se ramène pas 
uniquement au nombre de Fresnel. Deux résonateurs ayant un même 
nombre de Fresnel peuvent se caractériser, pour un même mode 
transverse, par des valeurs nettement différentes des pertes par 
diffraction suivant la géométrie des résonateurs tenant compte des 
rayons de courbure des miroirs. C’est ainsi par exemple que dans 
un résonateur constitué de deux miroirs plans et parallèles de N & 1 
les pertes de puissance dues à la diffraction peuvent constituer 10 à 
20 % par passage, dans un résonateur confocal (résonateur à miroirs 
sSphériques concaves dont les rayons de courbure sont égaux à la 
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longueur du résonateur), les pertes de puissance dues à la diffraction 
sont pour les mêmes valeurs du nombre de Fresnel plus petites de 
un ordre de grandeur (elles ne dépassent pas 1 %) [22]. Ceci signi- 
fie que la prise en compte des pertes par diffraction exige qu’en plus 
du nombre de Fresnel on considère d’autres paramètres du résona- 
teur. 

Principaux paramètres d’un résonateur passif constitué de deux 
miroirs (sphériques ou plans). — Dans ce qui suit nous utiliserons 
les désignations suivantes: L la longueur du résonateur suivant 
son axe optique, r, et r, les rayons de courbure des miroirs; pour un 
miroir concave r >> 0 et pour un miroir convexe r << 0. En considé- 
rant l’ouverture des miroirs, examinons trois cas de nature diffé- 
rente : 

1. Les ouvertures des miroirs du résonateur sont infiniment gran- 
des (en pratique ceci signifie que le rayon de la tache lumineuse sur 
le miroir est très inférieur à l’ouverture du miroir). Dans ce cas le- 
nombre de Fresnel est infiniment grand; les pertes par diffraction 
sont supposées totalement absentes. Les principaux paramètres du 
résonateur sont (1): 


g=1—Liri; g—=1—-Lir|. (2.3.25) 


2. Les ouvertures des miroirs du résonateur sont finies et égales 
(a est le rayon d'ouverture du miroir). Les principaux paramètres 


du résonateur sont dans ce cas: 
N = aî/1à ; 


g=1—Lir,|.  (2.3.26) 


g,=1—L/r;; 


3. Les ouvertures des miroirs sont finies et différentes. Désignons 
par a, le rayon d'ouverture du miroir de rayon de courbure r, et par 
a, celui du miroir de rayon de courbure r.. Les principaux paramè- 
tres du résonateur sont dans ce cas (v. [15, 23]): 


(2.3.27) 


Remarquons que 
GG: — FATLTE (2.3.28). 


On attire l’attention sur le fait que dans le cas général il est néces- 
saire de tenir compte non seulement de la géométrie du résonateur 
mais également du produit et du rapport des ouvertures des miroirs. 
Les paramètres de quelques résonateurs concrets sont rassemblés dans 
le Tableau 2.2. 


() Le rôle des paramètres g, et g, sera expliqué plus loin. 
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Tableau 2.2 


Résonateur à miroirs plans et parallèles 


Résonateur confocal 


ra= Fo = L Li=0, £a =0 | 


Résonateur semi-confucal 


Résnnateur concentrique 


n=re=b/ 


Résonateur semi-concentrique 


Ti = 2, ro=L &1 = 1, ge =Ù | 


En plus des résonateurs à deux sniroirs on utilise des résonateurs dits en 
anneau dans lesquels le flux lumineux circule suivant un circuit fermé constitue 
de trois ou d’un plus grand nombre de miroirs. Les résonateurs en anneau et 
les gyroscopes optiques quantiques qui les utilisent sont examinés dans [24 
à 26]; v. aussi [2], chap. 23. 


Approximation géométrique. (!) — En toute rigueur, l'optique 
géométrique est le cas limite de l'optique ondulatoire lorsque À — 0. 
Vu que pour À = 0 les phénomènes de diffraction sont en principe 
impossibles, on dit parfois que l’approximation de l’optique géomé- 
trique n’est valable que dans les cas où l’on peut négliger la diffrac- 
tion. Pourtant une telle condition d’applicabilité de l’optique géo- 
métrique se trouve trop sévère. La description géométrique n'exclut 
nullement les phénomènes de diffraction. Dans la théorie moderne 


() On utilise également le terme d'’approrimation de l'optique géométrique. 
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de la diffraction on montre que l'infraction des lois de l'optique 
géométrique n'est observée que dans des zones étroites intermédiaires 
où prennent naissance des champs de diffraction non prévus par ces 
lois. La propagation ultérieure de ces champs, loin des endroits où 
ils sont produits, se décrit de nouveau par les lois de l'optique géo- 
métrique (v. [27], p. 6). C’est ce qui explique en particulier l'appa- 
rition d’un terme spécial théorie géométrique de la diffraction. 

Nous allons nous guider de la règle suivante : pour que l’appro- 
ximation de l’optique géométrique soit applicable, il faut que pre- 
mièrement. le front d'onde du champ de rayonnement soit suffisam- 
ment lisse; en d’autres termes, il faut que les surfaces équiphases 
soient suffisamment lisses. Ceci est nécessaire pour pouvoir parler de 
l'existence de rayons lumineux, c'est-à-dire de lignes perpendiculai- 
res en chaque point à la surface équiphase. Deuxièmement, il 
faut que ces rayons soient rectilignes dans un milieu optiquement 
homogène. 

Il s'ensuit en particulier que l'optique géométrique a affaire 
non seulement aux ondes planes (les surfaces équiphases sont des 
plans), mais également à des ondes sphériques, c'est-à-dire à des ondes 
ayant des surfaces sphériques équiphases à centre commun. 

On exprime parfois cette opinion que le critère d'applicabilité de l'appro- 
ximation de l'optique géométrique aux résonateurs ouverts est une petitesse 
relative des pertes par diffraction. Dans le cas général, une telle opinion est 
erronée. Les résonateurs instables se caractérisent par de fortes pertes par dif- 
fraction ; néanmoins, de nombreux résultats sont Ar pour ces résonateurs 
à l'approximation géométrique. Pour résoudre la question de l'applicabilité 
de l'optique géométrique. il convient de s'inspirer de la règle énoncée ci-dessus 
et non de la petitesse des phénomènes de diffraction. 

Une etude rigoureuse du processus de formation du champ de 
rayonnement dans le résonateur exige évidemment d'avoir recours 
à la théorie ondulatoire de la lumière. Pourtant toute une série de 
questions théoriques relatives aux résonateurs ouverts peuvent 
être étudiées avec succés à l’approximation de l'optique géométri- 
que. Parmi ces questions indiquons par exemple l'établissement 
de la condition de stabilité des résonateurs, l'évaluation des diffé- 
rentes pertes, la sélection des modes transverses, la prise en compte 
des défauts d’alignement des éléments constitutifs du résonateur. 
L'approximation de l'optique géométrique constitue une bonne 
base pour la description des résonateurs instables. Quant aux résona- 
teurs stables, on peut utiliser pour leur étude le lien qui existe, 
comme il a été établi, entre l’optique géométrique et l'optique des 
faisceaux gaussiens largement utilisée pour la description de tels 
résonateurs. Comme il est dit dans [4], l'une des surprises les plus 
agréables de l'optique moderne est la facilité avec laquelle les métho- 
des de transformation géométrique des rayons peuvent être adap- 
tées à la description de la génération et de la propagation du rayon- 
nement laser. 
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$ 2.4. GUIDES D’ONDES À LENTILLES 
ET RÉSONATEURS OUVERTS 
(APPROXIMATION DE L'OPTIQUE GÉOMÉTRIQUE) 


En examinant la marche des rayons lumineux dans un guide 
d'ondes à lentilles ou dans un résonateur ouvert, nous utiliserons 
l’approximation parazxiale, c'est-à-dire nous supposerons que l’angle 
œ« que le rayon lumineux fait avec l’axe optique du guide (ou du 
résonateur) est toujours si petit qu'on peut poser ga =sina = @. 


2f 2f, 


Fig. 2.14 


Guide d'ondes à lentilles et résonateur ouvert. — Les résona- 
teurs ouverts offrent une analogie assez complète avec les guides 
d'ondes à lentilles [7, 15]. 

Considérons un résonateur ouvert de longueur ZL constitué de 
deux miroirs sphériques concaves de rayons de courbure r, et ra 
(fig. 2.13) ; les distances focales de ces miroirs sont égales respective- 
ment à f, = r1/2 et f+ = r,/2. Un miroir concave de distance focale 
f: est optiquement équivalent à la combinaison d’un miroir plan 
et d'une lentille plan-convexe ayant une distance focale 2f;. De ce 
fait, le résonateur représenté sur la fig. 2.13 peut être remplacé 
par le résonateur de la fig. 2.14 utilisant au lieu des miroirs conca- 
ves la combinaison mentionnée d’un miroir plan et d’une lentille 
plan-convexe. 

Faisons un pas suivant: passons du résonateur de la fig. 2.14 
à un guide d'ondes à lentilles constitué de lentilles bi-convexes de 
distances focales alternées j, et f.; la distance entre deux lentilles 
consécutives est égale à L (fig. 2.15). Le système de la fig. 2.15 est 
optiquement équivalent au système de la fig. 2.14 et donc à celui 
de la fig. 2.13. 11 est vrai que dans les systèmes représentés sur les 
fig. 2.13 et 2.14 l'onde lumineuse inverse le sens de sa propagation 
chaque fois qu'elle atteint un miroir, alors que dans le système 
de la fig. 2.15 l’onde lumineuse se propage toujours dans le même 
sens. 

Ainsi, un résonateur ouvert constitué de miroirs sphériques de 
rayons de courbure r, et r. est optiquement équivalent à un guide 
d'ondes à lentilles utilisant des lentilles de distances focales alter- 
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nées f1 = r,/2 et f, = r4/2. Le pas du guide d'ondes (distance entre 
deux lentilles consécutives) est égal à la longueur du résonateur. 
À un miroir concave du résonateur correspondent des lentilles con- 
vergentes du guide et à un miroir convexe des lentilles divergentes. 

Le résonateur diffère du guideŸd’ondes à lentilles en ce qu'il 
sélectionne des fréquences déterminées (discrètes), alors que le guide 
se caractérise par un spectre continu de fréquences. Pour le restant 


le résonateur et le guide sont analogues l’un à l’autre. Dans le guide, 
de même que dans le résonateur, sont excités et entretenus des modes 
transverses déterminés. 

L'analogue d’un résonateur confocal est le guide d’ondes à len:- 
tilles représenté sur la fig. 2.16 (guide d'ondes à lentilles confocales). 
Toutes les lentilles d’un tel guide d'ondes ont même distance focale f 
et le pas du guide est égal à la double distance focale (L = 2f). 
La figure montre deux rayons lumineux (7 et 2) qui se propagent 
dans le guide examiné. On voit sur l’exemple de ces rayons que le 
guide d’ondes confocal est apte à conduire la lumière: il y existe 
des rayons lumineux qui ne quittent pas les limites du guide (ne 
s’échappent pas par la frontière latérale du guide). 

Un guide d'ondes à lentilles capable de maintenir le rayonne- 
ment au voisinage de l’axe optique est dit stable. Un résonateur 
ouvert qui lui correspond est dit lui aussi stable. En plus des guides 
stables il existe aussi des guides d'ondes dans lesquels les rayons 
lumineux s’écartent, au fur et à mesure de leur propagation, de 
l’axe optique à des distances de plus en plus grandes de sorte qu'ils 
finissent par quitter le guide. De tels guides d'ondes sont appelés 
guides éinstables et les résonateurs qui leur correspondent sont dits 
instables. Un exemple évident de guide d'ondes instable est fourni 
par un guide constitué de lentilles divergentes. Son analogue est 
un résonateur constitué de miroirs convexes. 

Condition de stabilité d’un guide d'ondes à lentilles alternées (”). 
— Proposons-nous d'établir la condition que doivent remplir les 


(*) Ici et dans ce qui suit nous limitons nos descriptions à celles des rayons 
lumineux qui se situent dans des plans passant par l’axe optique du guide d'on- 
des ou du résonateur (les rayons sagittaux ne sont pas considérés). De plus. nous 
supposons que le guide d'ondes présente une symétrie cylindrique. Dans ce cas 
on peut considérer un problème à deux dimensions (problème plan). 
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paramètres (L, f,, f,) d’un guide d’ondes à lentilles pour que celui-ci 
soit stable. Rappelons au préalable l’équation de la lentille mince 
en nous reportant à cet effet à la fig. 2.17. Deux rayons lumineux 
parallèles qui font un angle æ avec l'axe optique OO, pas- 
sent à travers la lentille et se focalisent en un point À situé dans 
le plan focal. Nous supposons que les angles &« et &«’ sont suffisam- 
ment petits si bien que tga 
Æ a et ga = a’ (approxima- 
tion paraxiale). Dans ce cas 
fa = fa +y (v. la figure). Ainsi 


œ'—aœ—=—y/j. (2.4.1) 


C'est l'équation de la lentille min- 

ce. Elle exprime la différence 

Fig. 2.17 d’angles d’inclinaison du rayon 

sur l’axe optique, après et avant 

le passage par la lentille. par la distance focale f et la distance y entre 
le point de rencontre du rayon avec la lentille et l’axe optique. 


2n-1! 2n 2a+) 2n +2 


Considérons un guide d'ondes à lentilles dans lequel les distan- 
ces focales des lentilles alternent : f,, fe, fi fe, . .« . La marche du 
rayon lumineux dans un tel guide est montrée sur la fig. 2.18. En 
faisant usage de (2.4.1), écrivons 


Con — Con = —Yn/f25 (2.4.2) 


Œon+1 — Lan = —Yn+/fre (2.4.3) 


Il résulte des considérations purement géométriques (v. fig. 2.18) 
que 


Ya = Yn + Laon ; (2.4.4) 
Ynh = ŸYn + Lan; (2.4.5) 
nt = Ynt1 + Laon. (2.4.6) 
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En soustrayant (2.4.4) de (2.4.5) et en tenant compte de (2.4.2), 
on trouve 


Un +1 + Yn = F (2 S Lfa) (2.4.7) 


En soustrayant (2.4.5) de (2.4.6) et en tenant compte de (2.4.3), 
on trouve 


Yn+i + Yn = Yn+1 (2 — Lif). (2.4.8) 


Remplaçons dans (2.4.8) r par n — 1 et additionnons la relation 
obtenue et (2.4.8); il vient 


Vnts + 2Yn + Yann = (Yn+1 + Un) (2 — L/f). 


En introduisant dans cette expression le résultat (2.4.7), on obtient 
une équation qui relie les positions du rayon seulement sur des 
lentilles paires (lentilles à distance focale f.) : 


Yu — 2 (2 (4 — L/2f) (4 — L/2f.) — 1J)Yn + Yna = 0. (2.4.9) 


Il est aisé de s'assurer que l'équation pour les positions du rayon 
sur des lentilles impaires aura une forme identique. 
La solution de l'équation (2.4.9) peut étre représentée sous la 
forme 
Yh = A exp (in ç) + B exp (—in œ). (2.4.10) 
Pour déterminer le paramètre , introduisons dans l'équation (2.4.9) 
le premier terme du second membre de (2.4.10); il vient 


[exp (iq) + exp (—ip})]/2 = 2 (1 — L/2f,) (4 — L/2f;) — 1. (2.4.11) 


La stabilité d’un guide d'ondes signifie que quels que soient », les 
valeurs de Ÿ, (de même que celles de y,) doivent être comprises dans 
les limites d'une région limitée au voisinage de zéro; de ce fait le 
paramètre œ doit être réel (sinon il apparaît dans (2.4.10) un terme 
qui croît indéfiniment avec l’augmentation de n). Si le paramètre 
œ est réel, on a [ exp (iç) + exp (—ip)]/2 = cos g. Ainsi dans le 
cas d’un guide d’ondes stable la relation (2.4.11) prend la forme 


cos @ = 2 (4 — L/2ÿ,) (1 — L/2j,) — 4. (2.4.12) 


On en déduit la condition de stabilité du guide d'ondes? —1< cos p< 
< 1 qui peut se mettre sous la forme 


0S(1—L/2f)(1—L/28)<1|. (2.4.13) 


Résonateurs ouverts stables et instables: diagramme de stabilité. 
— Mettons à profit l’analogie qui existe entre un guide d'ondes à 
lentilles de paramètres ZL,, f,, f. et un résonateur ouvert de para- 
mètres L, r, = 2f1, r. = 2f,; introduisons à cet effet les paramètres 
&, et ge (v. (2.3.25)). Cette analogie permet de transformer la con- 
dition de stabilité du guide d’ondes (2.4.13) en condition de stabilité 
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[oser <1|. (2.4.14) 


Si les paramètres g, et g, du résonateur ouvert satisfont à la condi- 
tion (2.4.14), un tel résonateur est capable de confiner le rayonne- 
ment ; dans le cas contraire, le résonateur n'est pas en mesure de 
retenir le rayonnement (même si les deux miroirs sont à réflexion 
totale). 

La condition de stabilité (2.4.14) est souvent représentée gra- 
phiquement, dans un plan de coordonnées, en portant les valeurs 


du résonateur 


Fig. 2.19 


de g, et g, sur ses axes (v. fig. 2.19). Si le résonateur est « représenté » 
par un point du plan (g,, g:), les résonateurs stables se situeront 
suivant (2.4.14) dans la région hachurée de la figure y compris ses 
frontières décrites par les courbes g,g, = 1 et g,g, — 0. Le diagram- 
me de la fig. 2.19 est dit diagramme de stabilité des résonateurs. 

Le plan g,g, de la fig. 2.19 est divisé en régions désignées par 
des chiffres romains (de I à XVI). À chacune de ces régions corres- 
pond un type déterminé de géométrie du résonateur. Les différents 
types géométrie des résonateurs sont rassemblés dans le Ta- 
bleau 2.3. 
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Remarquons qu’au point de vue physique la stabilité d’un guide 
d'ondes à lentilles ou d'un résonateur ouvert est liée à une valeur 
relativement petite des pertes par diffraction. Ainsi, la sortie au-delà 
de la région hachurée sur la fig. 2.19 est liée à une augmentation consi- 
dérable des pertes dues à la diffraction. Les courbes £g,g, = 1 et 
&18e = Ô délimitent les domaines des pertes par diffraction faibles 
et élevées. [l est intéressant de noter que pour de fortes valeurs du 
nombre de Fresnel on observe un passage brusque d'un de ces domai- 
nes à un autre (v. [28]). 

Dans la fig. 2.19, le point À « représente » un résonateur à mi- 
roirs plans et parallèles, le point B un résonateur confocal, le point C 
un résonateur semi-confocal, le 
point DZ un résonateur concentrique 
et le point £ un résonateur semi- 
concentrique. Les résonateurs à 
miroirs plans et parallèles, confo- 
cal, concentrique et semi-concen- 
trique tombent sur la frontière 
du domaine de stabilité. Ceci si- Pons "À 
enifie que dans ces résonateurs de référence 
les pertes par diffraction sont sen- 
sibles (surtout dans le cas de for- 
tes valeurs du nombre de Fresnel) 
aux écarts des paramètres par rapport aux valeurs théoriquement 
idéales. Aussi, en pratique, préfère-t-on s’'écarter intentionnelle- 
ment vers le domaine de stabilité au moyen d’une petite modifica- 
tion de la longueur du résonateur. [l va sans dire que dans Île cas du 
résonateur à miroirs plans et parallèles un tel procédé est inappli- 
cable. 

Matrice de passage d’un ravon lumineux. — Nous appellerons 
plan de référence z 3 = 5, un plan passant perpendiculairement à l'axe 
optique (axe z) à une certaine distance z, à l’origine des coordonnées. 
Un rayon lumineux qui traverse le plan de référence z = 2, se caracté- 
rise par deux paramètres: la distance y (z,) à l'axe optique et la 
tangente de l’angle d'inclinaison sur l’axe & (z,). Dans l'approxima- 
tion paraxiale, le paramètre & (:) peut être considéré tout simplement 
comme l’angle d’inclinaison du rayon sur l’axe. Pour pouvoir dé- 
crire la transformation que subit le rayon lorsqu'il passe du plan de 
référence z = z, à un autre plan de référence z — 2», il est nécessaire 
d' indiquer la règle de passage des paramètres y (z,), & (z,) aux para- 
mètres y (2), & 2). 

La fig. 2.20 représente deux rayons et deux plans de référence. 
On y voit bien dans quels cas un paramètre donné du rayon est posi- 
tif et dans quels cas il est négatif. 

En examinant la transformation du rayon lors de sa propagation 
d'un plan de référence à un autre, nous désignerons le plan de réfé- 
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Tableau 2.3 


IX 
. à À 


O<r;<L/2, L/2 re (r+r2)< L 


X Ï 
| 1) 


Ù 
L/2<r;<L,0<r,<L/2,(r,+r)>L 


Pr 


L/2<r;<L, O<r.<L/2, (r,+r2)<L 


XI == 2 


O<r,<L/2, Der, <L2 


À 


O<r,<L, F2 


ri<0, O<r3<L 
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rence initial par P, (paramètres du rayon: y,, «,) et le plan de réfe- 
rence final par P, (paramètres du rayon : y», &.). La transformation 
du rayon se propageant de P, à P, se décrit par les relations 


Ya —— Ay; + Ba, ; Lo — Cy: + Da, (2.4.15) 


ou encore, sous forme matricielle, 


(e)=( 2)(x)- 2.446) 


La matrice (22) est appelée! matrice de, passage du rayon (matrice 
de transformation du rayon). 


Supposons qu’un rayon lumineux traverse un espace libre d’éten- 
due d (fig. 2.21, a). Dans ce cas 
Ya = Yi F Gd; Ge = Œ. (2.4.17) 


La comparaison de (2.4.17) et (2.4.15) permet de conclure que 
A=1,.B=d,C=0, D = 1. Ainsi 


M (a= (€ De : (2.4.18) 


M (d) est la désignation de la matrice de passage du rayon dans 
l’espace libre d'étendue d. 


La forme de la matrice M (d) ne dépend pas du choix du rayon lumineux. 
Considérons par exemple le rayon représenté sur la fig. 2.21, b. Dans ce cas 
hi + (y) = (a) d; —ùs = —u. 

Il est facile de voir que ce système d'équations est équivalent au système (2.4.17). 
La transformation du rayon dans une lentille convergente mince 


est illustrée par la fig. 2.22, a. En tenant compte de l'équation de 
la lentille mince (2.4.1), on peut écrire 


Ye = Yi5 Go = (—1/f) y + u. (2.4.19) 


8* 
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Ainsi, la matrice de passage du rayon À (f) pour une lentille mince 
de distance focale f revêt la forme suivante: 


1 O0 
M (?) = : 2.4.2 
H=(_;,,) (2.420) 
Si la lentille est convergente, f > 0, si elle est divergente, f << 0. 
La transformation du rayon qui traverse d’abord un espace libre 
d’étendue d et ensuite une lentille mince de distance focale f est 


illustrée sur la fig. 2.22,b. Il est facile de voir que 
Ye = Yi + Ad; Go = (—1f) yes + & = 
= (—1/f) Gi + œid) + 


ou 
Ye = Yi + Œd; Go = (—A/f) y + (1 — dif) «. (2.4.21) 
Ainsi, dans le cas considéré, la matrice de passage du rayon (notons-la 
M (d — f)) prend la forme 


M (d— f) — : ; 2.4.22 
Su 1/7 Î — d'f ) 


On obtient le même résultat en multipliant la matrice A7 (f) par la 
matrice M (d): 


7 1) ( 1) (_; #1 un | 


Par conséquent 
M (d — f) = M (jf) M (d). (2.4.23) 


Ainsi, la matrice correspondant à deux transformations successives 
est égale au produit des matrices de ces transformations. La règle 
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de multiplication des matrices de passage du rayon s'étend égale- 
ment à des systèmes plus complexes. 

Supposons par exemple que le rayon lumineux passe par le systè- 
me de lentilles minces représenté sur la fig. 2.23. Le rayon se pro- 
page de gauche à droite, du plan de référence P, au plan de 
référence P,. La matrice de transformation du rayon lumineux se 
propageant de P, à P, est définie 
par le produit des matrices de 
passage élémentaires, c'est-à-dire 
des matrices du type .W (d) et 
M (jf): 

M (di — f1 — de —+ fs —+ ds) = 
= A] (ds) M(f:) M (de) M (f1) M (d;). 
(2.4.24) 


Soulignons que l’ordre dans le- 
quel les matrices à multiplier sont 
placées au second membre de la relation (2.4.24) est inverse de l’ordre 
dans lequel s'effectuent les transformations subies par le rayon lumi- 
neux (comme si on lisait le second membre en sens inverse, c'est-à- 
dire de droite à gauche et non de gauche à droite). Cette circonstance 
se manifeste déjà dans (2.4.23). 

La remarque que nous venons de faire est bien importante parce 
que Île produit matriciel n'est pas commutatif. Quant à la loi d’asso- 
ciativité. elle est réalisée par le produit de matrices. Les matrices 
peuvent donc être multipliées deux à deux de façons différentes. 
C'est ainsi par exemple que les matrices figurant dans (2.4.24) 
peuvent se multiplier suivant le schéma 


M (ds) {M (fe) LM (de) (M (1) M (d))}}. 


Fig. 2.23 


mais on peut également choisir le schéma 

[AZ (ds) (M (fe) M (d:))l LA (f,) M (d)] 
ou enfin le schéma 

[M (ds) M (f,)1 IC (d:) M (f,)) M (d,)] 


ou encore un autre schéma. Il importe seulement que l’ordre de 
placement des matrices dans le produit reste bien déterminé tel 
qu'il est montré dans la relation (2.4.24). 

Le Tableau 2.4 indique six matrices de passage du rayon lumi- 
neux. Les trois premières ont été examinées plus haut. Quant aux 
trois dernières (qui décrivent la réfraction du rayon à la surface de 
séparation de deux milieux), nous laissons au lecteur le soin de les 
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analyser. Mentionnons pour terminer que toutes les matrices de 
passage du rayon vérifient la relation 


AD — BC = nine, (2.4.25) 


où nr, est l'indice de réfraction du milieu dans lequel se trouve le 
plan de référence initial et », l’indice de réfraction du milieu conte- 
nant le plan de référence final. 
La relation (2.4.25) traduit la pro- 
priété de réversibilité de marche 
des rayons lumineux. 
Matrice de passage d’un rayon 
pour une double traversée du ré- 
Fig. 2.24 sonateur. — Recherchons au pré- 
alable la matrice de transformation 
du rayon dans le cas où il se réfléchit sur un miroir de rayon de cour- 
bure r. L'examen de Ja fig. 2.24 montre que 


—Qo = A + 2; (a + Bjr — y. 


En faisant disparaître B, on trouve &, — —(2y,/r) + &;. En tenant 
compte que y, := y., on obtient pour la matrice cherchée l’expres- 
sion suivante: 


1 0 
M (r) — ( : 9/r 1) à (2.4.26) 


Si le miroir est concave, r > 0, s’il est convexe, r << 0. La matrice 
(2.4.26) peut se mettre sous la forme (2.4.20) car la distance focale 


d'un miroir de rayon de courbure r est égale à f -- r/2. On observe 
ici l’analogie entre les guides d'ondes à lentilles et les résonateurs 
à miroirs sphériques que nous avons examinée plus haut. 
Considérons un résonateur de longueur Z utilisant des miroirs 
de rayons de courbure r, (pour le miroir de gauche) et r, (pour le 
miroir de droite). Choisissons un plan de référence P en le situant 
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Tableau 2.4 


Schéma de la transformation et comportement Matrice d 
du rayon lumineux atrice de passage 


- een î 
Espace libre d'éten- RE 
duc d 


1t1f 40 
Lentille mince de dis- 
tance focale f | SE + i 
Pi Pa Î 
Combinaison de l’es- 1 d 
pace libre ct d'une ., n d 
lentille mince ( d 4 + . 


Réfraction à a sur- n 
face plane de sépara- 
tion de deux milicux 
(11. ls) 


CRT 


CELL 14 0 
DE (un) 


Milieu d’éetenduc d 
d'indice de réfraction 
n (surfaces planes ter- 
minales) 


Refraction à la sur- 
face sphérique de sépa- 
ration de deux mi- 
licux (a, ne) 
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à la distance d du miroir de gauche. Cherchons la matrice de passage 
du rayon effectuant une double traversée du résonateur à partir du 
plan P (comme l’indiquent les flèches de la fig. 2.25, a). Cette 
matrice peut être présentée sous la forme du produit suivant : 


M(d—r —L—r:—(L — d)) = 
= M (L — d) M (r:) M (2) M (r,) M (d). (2.4.27) 


En utilisant (2.4.18) et (2.4.26), effectuons la multiplication des 
matrices : 


EM NS 
ONE EE | 


\O 1 
{ 1 A | 
1 
4L ) 2 4Ld 2d 
File r] l'a MPa ri (L + d) 


On obtient finalement la matrice de passage du rayon effectuant 
la double traversée montrée sur la fig. 2.25, at) sous la forme sui- 
vante: 


(14 — (Là) | 
. 2 a 2 ; 
2L + (L — d)—< d Là) (130 . (2.4.28) 
4L 2 2 | 4Ld 24 2 
ren + ou nt cl 


Supposons qu'une lentille de distance focale j soit introduite dans 
le résonateur et placée à droite du plan P à une distance / du miroir 
de gauche (fig. 2.25, b). Dans ce cas, pour calculer la matrice de 
double traversée du résonateur depuis le plan P, il convient d'utili- 
ser au lieu de (2.4.27) la relation suivante: 


Mr i+(L-Dr (Lt) f (là) - 
= M(l—d)M(f M(L— 1) M (re) M(L—1) M(f) M (D) M (r,) M (à). 
(2.4.29) 


() Il est aisé de s'assurer que les déterminants de toutes les matrices 
passage du rayon que nous considérons ici sont égaux à l’unité (AD — BC 
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L'approximation de l'optique géométrique est inapplicable à 
l'étude du champ à l’intérieur du résonateur même dans le cas des 
vrandes ouvertures des miroirs. Néanmoins, les matrices de passage 
obtenues dans le cadre de l'optique géométrique s'avèrent bien uti- 
les; comme il sera montré au $ 2.8, les mêmes matrices décrivent 
la transformation des faisceaux gaussiens (4). 
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L'approximation de l'optique géométrique permet de tenir compte des 
effets dus à un désaccord du résonateur ouvert liés à ce que certains eléments 
optiques du résonateur (lentilles, miroirs, etc.) se trouvent plus ou moins désa- 
lignés (*). 

Désalignement d’un élément optique. — Le désalignement d'un élément 
peut avoir pour cause son petit déplacement par rapport à l'axe optique ou sa 


Fig. 2.26 


rotation d'un petit angle par rapport à l’axe du résonateur. Lorsque l'aligne- 
ment d’un élément est parfait, son axe optique se confond avec l'axe optique du 
résonateur ; il n'en est plus de même si l'élément est désaligne. Nous désigne- 
rons respectivement par y. & et y», @ les paramètres du rayon lumineux, 
à l'entrée et à la sortie de l'élément, considérés par rapport à l’axe optique de cet 
élément et par y;. @;i et y:, 3 les paramètres dovoi à l'entrée et à la sortie 
de l'élément. considérés par rapport à l'axe optique du résonateur. La transfor- 
mation de y:, & à y. % <e décrit par la matrice de passage du rayon de l'élé- 


ment considére 
A, 1. 
Y» _ é e Y1 ] ' 


C 
Le problème consiste à établir comment se produit la transformation de y;. #; 
à y, 3 dans le cas d'un élément désaligné. 
Déplacement de l'élément optique. Supposons que l'axe optique 9,9, se 
trouve décalé d'une distance suffisamment petite Ay par rapport à l'axe optique 
OO du résonateur (fig. 2.26. a). Dans ce cas on a 


M1 == Yi — Au; (o à) == (s D Yo DE = Ay : La AS Las. (2.5.2) 


() C’est ainsi par exemple que la matrice (2.4.28) <eru utilisée au $ 2.9 
lors de l'étude du champ dans un résonateur qui forme un faisceau gaussien. 

(*) Ce paragraphe est écrit avec la participation de V. Kouchnir. 

(5) Les effets dus à un alignement imparfait du résonateur sont examinés 
par exemple dans [4]. Les guides d'ondes à lentilles présentant des défauts d'ali- 
nement des lentilles sont examinés dans [7]. 
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En introduisant (2.5.2) dans (2.5.1), écrivons 


(= (AE 
1 24 _\C, D; (e 


OU 
Vs =- Agui + Bei + (1 — A6) Ay: 
au = Cayi = Dix — Ce Ay 

OÙ encore 


( “) À; Ÿe ( y! re a 


r = , (2.5.3 
Le Ce D! Va — CiAy ) 


Jnclinaison de l'élément optique. Supposons que l'axe optique 0,0, de lélé- 
ment soit tourné d'un angle suffisamment petit Aa par rapport à l'axe optique 
-00 du résonateur (fig. 2.26, b). Dans ce cas on a 


Gx = @s — Aa. (2.5.4) 
En introduisant (2.5.4) dans (2.5.1), écrivons 


Ÿ l £ \ ’ l 
ys— 5 Aa eu Ba EP Aa 

’ Es Ce D, , H 
As — AG @;, —An , 


ou encore 


Î 
: A, B. . Cu A9 2 An | 
( IE 2 pi Ve )-+ fu. + | | (2.5.5) 
Ces De |. 


L'inclinaison montrée sur la fig. 2.26. b est faite en sens inverse des aiguilles 
d'une montre. Si l'inclinaison se fait dans le sens des aiguilles d'une montre, 
alors dans (2.5.5) au lieu de Aa il convient d'utiliser — Aa. 

Cas général. Le rapprochement entre (2.5.3) et (2.5.5) permet de conclure que 
la transformation du rayon des paramètres y{. &; aux paramètres ya; peut se 
décrire par l'expression 


(ele (a) CR). di 


Ici. Ar est soit Ay, soit Aa. alors que les quantités À, et A. s'expriment par 
les éléments de la matrice de passage du rayon pour l'élément optique considéré 
suivant (2.5.3) ou (2.5.5). Lonaue l'élétaent optique subit à la fois un déplace- 
ment et une inclinaison, l'expression (2.5.6) prend la forme 


: }= : sd L }+ Ay ] + Aa | à le (2.5.7) 


Soulignons que les valeurs tant de Ay que de Az sont supposces ici suffisamment 
petites. ne ee | 

Résonateur à élément optique désaligné. — Considérons un résonateur 
constitué de deux miroirs sphériques dont les rayons de courbure sont r, (miroir 
de gauche) et r, (miroir de droite). A l'intérieur du résonateur est placé un élé- 
ment optique dont la matrice de passage du rayon est M. 
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Dans un résonateur parfaitement aligné, l'axe du faisceau lumineux est 
une ligne droite de paramètres 0, 0; cette droite se confond avec l'axe optique 
du résonateur (fig. 2.27, a). Si l'élément optique se trouvant à l'interieur du 
résonateur est désaligné d'une façon quelconque, l’axe du faisceau lumineux se 
transforme en une ligne brisée; dans ce cas les coordonnées transversales initiale 
et finale de l'axe du faisceau ne sont plus nulles: y, # 0, y, # 0 (fig. 2.27. b). 


Fig. 2.27 


On peut dire que le résonateur à élément(s) désaligné(s) se caractérise par un 
axe optique brisé de coordonnées y. et y. respectivement sur les miroirs de gauche 
et de droite. 

Un fait essentiel est qu'indépendamment de la présence ou de l'absence 
d'un élément désaligné, l'axe du faisceau lumineux doit former un angle droit 
tant avec la surface du miroir de gauche qu'avec celle du miroir de droite. Ceci 
sionifie que dans le cas général les paramètres de l'axe du faisceau sur les miroirs 
auront la forme suivante: y; —w;r, (sur le miroir de gauche); y,: y, r, (sur 
le miroir de droite). 

Exprimons les paramètres y, et y, par la matrice de passage du rayon 4/; 
qui caractérise l'élément optique placé dans le résonateur ainsi que par les para- 
mètres qui décrivent le désalignement de l'élément. Supposons pour simplifier 
que l'élément est seulement deplacé sans être incliné. En plus de la matrice de 
passage 4/, nous utiliserons également les matrices de passage 4f (di) et A7 (d.) 
qui décrivent la transformation du rayon lumineux lors de sa propagation res- 
Re du miroir de gauche du résonateur jusqu’à l'élément optique et de 
‘élément optique jusqu'au miroir de droite (ces matrices sont données par des 
expressions du type (2.4.18)). 

Les paramètres de l'axe du faisceau lumineux sur le miroir de gauche (para- 
mètres #1, —#/r1) se transforment par suite de la traversée du résonateur de la 
façon suivante (compte tenu de (2.5.6)): 


M (d;) | M gM (di) . + y ( U | ° 


En égalant les paramètres finalement obtenus et les paramètres de l'axe du fais- 
ceau sur le miroir de droite (paramètres y2, Ys/r2), on obtient une équation 


(= [arte (4) (XI: 


Ecrivons cette équation sous la forme 


1,7 " = | »: mn) + Suat (d2) d Je (2.5.8) 


Ici, M: M (de) M4M (di) est la matrice de passage du rayon à travers un 
système parfaitement aligné (du miroir de gauche au miroir de droite). 
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La relation (2.5.8) représente un système de deux équations linéaires par 
rapport à y @l Yo 
Ye = Ayi—(Byairi)-t Ay (AsA1+ Bodo) ; } 


D) 
UosTo = Cy1— (Dyi/r) -+ Ay (Co + Da), (2.5.9) 


où À, B, C. D sont les éléments de la matrice M; A,, Ba. C.. D, les éléments 
de la matrice M (d,). En tenant compte que suivant (2.4.18) À, -- 1, B, : d.. 
Ca == 0, D, - 1, récrivons (2.5.9) sous la forme 

ÿe= Ati— (By) Ag (Ni+ die), } 


MARS E 
Ya!To = Cy1—(Dyiir) -:- AyAa. RES ). Ja) 


En résolvant le système d'équations (2.5.9a) il n’est pas difficile de trouver ga 
et y.. Ecrivons le résultat pour ;:: 
(— {/rs) À; + (1— ds/ra) AY 


(2.5.101 


Connaissant y, on peut déterminer pour tout pian de référence l'écart de 
l'axe brisé d’un résonateur désaligné par rapport à l’axe optique d'un résona- 
teur parfaitement aligné. A cet effet, il convient d'agir sur la colonne de para- 

Yi 
—Vyr 


mètres initiaux ( 
e 1 e. 3 La ° L] - LA C2 
formation du rayon sur le trajet du miroir de gauche jusqu'au plan considéré. 


] de la matrice de passage du rayon qui décrit la trans- 


$ 2.6. ÉTUDE DES RÉSONATEURS OUVERTS 
BASÉE SUR LA MÉTHODE ITÉRATIVE DE FOX:-LI. 
RÉSONATEURS ÉQUIVALENTS 


Les propriétés fondamentales des résonateurs passifs ouverts 
sont déterminées par les phénomènes de diffraction. En étudiant ces 
phénomènes nous nous inspirons de la théorie scalaire de la diffrac- 

tion, c'est-a-dire nous décrirons le 
AY, WA champ par une fonction scalaire 
1221 des coordonnées spatiales qui peut 
À 2 x, être représentée par l’une des 
r composantes du vecteur intensité 
À += — électrique (. En outre nous sup- 
fl l poserons que les angles de dif- 
R, | P fraction sont suffisamment petits 
? (approximation paraxiale). 
P RE Intégrale de diffraction de 
Kirchhoff-Huyghens. — Considérons 
un système optique constitué de 
deux plans parallèles distants l’un 
de l’autre de Z (résonateur à miroirs plans et parallèles de lon- 
gueur L); v. fig. 2.28. Supposons que le champ lumineux sur le plan 


(} La théorie scalaire de la diffraction est étudiée par exemple dans [7, 29]. 
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de gauche (plan P,) se décrive dans l’approximation scalaire par 
une certaine fonction w (R,). En se propageant de gauche à droite, 
le champ atteint le plan de droite (plan P,) dans lequel il sera décrit 
par une autre fonction v (R,). La théorie de la diffraction permet 
d'exprimer v par u. Pour le faire, on peut utiliser l'intégrale suivante 


qui représente une modification de l'intégrale de diffraction de Kirch- 
hoff-Huyghens (v. {7]): 


LR) = | (R,) PEN (1 + cos 0) ds. (2.6.1) 
Pi 


Ici, / est la distance entre un certain point R, (xz,, y,) situé dans 
le plan P?, et le point d'observation R, (x, y.) appartenant au plan 
P,; 0 l'angle que la droite joignant les points indiqués fait avec 
l'axe optique. 

Pour des valeurs suffisamment petites de l'angle 0, l'intégrale (2.6.1) prend 
une forme prévue par Huyghens encore à la fin du XVII siècle. D'après Hury- 
ghens, l'expression sous le signe somme doit être # exp (ikt)/1. Dans ce cas r (R;) 
est le resultat de la superposition, au point R,, des ondes sphériques exp (ki) 4 
qui se propagent depuis chacun des elèments du plan P;. Autrement dit. le 

lan ?, est assimilé à un ensemble de sources élémentaires d'ondes sphériques, 
‘intensité de ces sources étant « réglée » par le champ « (R;) donné dan: le 
plan P,. Le développement de la théorie de la diffraction a introduit des cor- 
rections dans Ja formule de Iuyghens mais n'a pas modilit en fait le sens de 


DUREE de diffraction déterminé par le principe ondulatoire de Huyghens- 
Fresnol. 


Posons 
L= (L° + p°) !*, (2.6.2) 
Le sens du paramètre p est explicité sur la fig. 2.28: 
p = (Re —R) = (ce — 2) + (Ye — y)°. (2.6.3) 
En tenant compte de (2.6.2), récrivons (2.6.1) sous la forme 
(Re) = Vu (Ri)exp (LV TE LI ER à, (2.6.4) 
Pi 


En appliquant l'intégrale de diffraction au cas des résonateurs 
ouverts, on peut poser que / est très supérieur aux dimensions trans- 
versales du champ. Il en résulte une simplification considérable de 
l'expression (2.6.4) parce qu'on peut poser 


cos80 1; 1/1% 1/L, (2.6.5a) 


et mettre le facteur de phase sous la forme 


exp ik LV T+ (D) & exp| ikL (1+-5) | = 


exp (ikL) exp (ik +) (2.6.5b) 
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(ici, on a tenu compte que p<& L). Dans ce cas l'intégrale de diffrac- 
tion prend la forme ne de Fresnel) 


C(R) — + exp (ikL) ju (R,)exp (ie pt) ds,. (2.6.6) 


P: 


Equation intégrale de Fox-Li. — Fox et Li ont proposé une mé- 
thode itérative pour la détermination des modes transverses d’un 
résonateur ouvert [30]. Soit uw (R,) un champ quelconque donné sur 
le miroir de gauche du résonateur. En introduisant ce champ dans 
(2.6.6), on calcule le champ v (R.) sur le miroir de droite. Puis, on 
se sert de nouveau de la relation (2.6.6) en introduisant dans l’inté- 
grale le champ calculé v. On trouve ainsi le champ u, sur le miroir 
de gauche dû au champ v sur le miroir de droite. En utilisant une 
fois de plus la relation (2.6.6), on revient au miroir de droite et on 
trouve pour lui le champ v, dû au champ u, sur le miroir de gauche. 
et ainsi de suite. Fox et Li ont montré qu'après un nombre suffisam- 
ment grand d'allers et retours dans le résonateur, d’un miroir à l’autre 
la structure du champ, c’est-à-dire sa variation en fonction des coor- 
données transversales, commence à se reproduire, en se répétant à 
chaque traversée du résonateur par le rayonnement. Ceci signifie 
qu'après un nombre suffisamment grand d'allers et retours le champ 
sur les surfaces des miroirs commence à se décrire par la fonction w 
qui est solution de l'équation intégrale suivante (connue sous le 
nom d'équation intégrale de Fox-Li) : 


— | u (R,) exp (1 p 2) ds, vu (R.) |. (2.6.7) 
Pi 


Le facteur complexe y, indépendant des coordonnées transver- 
sales, tient compte du déphasage du champ pendant une traversée 
(y compris le déphasage purement géométrique sur la distance Z 
décrit dans y par le facteur exp (—ikL)) ainsi que de la diminution de 
l'amplitude du champ u par suite des pertes dans le résonateur. Sup- 
posons que le miroir de gauche réfléchit vers le miroir de droite une 
puissance lumineuse 


Du (R,) Pds, =W. 
P 
Par suite des pertes à l’intérieur du résonateur, le miroir de droite 


réfléchira vers le miroir de gauche une puissance lumineuse plus 
faible : 


Î lv CR) Eds= 17 1W. 


P, 
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À chaque traversée du résonateur, la puissance réfléchie par le miroir 
sera plus petite (sa valeur sera multipliée par | y |“); v. fig. 2.29. 
La fraction de la puissance lumineuse perdue à chaque traversée 
a pour valeur 


AWIW = (W—]%FWY/W = 1—1]7/. (2.6.8} 
Désignons 
[v {= exp (—P). (2.6.9) 
En supposant petites les pertes par traversée, écrivons AW/W — 
=1— |} 1—(1— 28) = 26. Dans ce cas le coefficient 
linéaire de pertes a pour valeur 
n = 2B/L. (2.6.10) 


Modes transverses d’un résonateur ouvert. — \lettons l'équation 
intégrale (2.6.7) sous la forme 


| Lu (R,) = yu (R) | (2.6.11) 


Ici, L est l'opérateur intégral qui décrit la transformation du champ 
dans le résonateur considéré pendant une traversée; y sont les va- 


leurs propres de l'opérateur L, u, les 
fonctions propres de cet opérateur. 
Le spectre de valeurs propres de l'o- 


pérateur L est discret. Pour fixer les 
différentes valeurs propres, on utilise 
une paire d'indices entiers m et n (m, 
n = 0, 1, 2, ...). La fonction propre 


Miroir de gauche 
Miroir de droite 


de l'opérateur L répondant à la valeur 
propre Ymn est désignée par umn. C'est 
précisément le mn-ième mode transverse Fig. 2.29 

du résonateur donné. 

Ainsi, si l'on adopte avec Fox et Li que par suite d’une traversée 
du résonateur (d'un miroir à l’autre) le champ peut reproduire sa 
structure, la notion de modes transverses du résonateur apparaît 
de la façon la plus naturelle : les modes transverses représentent pré- 
cisément le champ qui reproduit sa structure en traversant le réso- 
nateur. Mathématiquement, les modes transverses sont les fonc- 


tions propres de | opérateur L défini par l'équation intégrale (2.6.7). 
Compte tenu des remarques faites ci-dessus, récrivons (2.6.9) et 
(2.6.10) sous la forme 


| Ymn | = EXP (—BPrn); (2.6.9a) 
Nmn = 2Bmn!L. (2.6.10a) 
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En introduisant (2.6.10a) dans (2.3.15), on trouve pour le coefficient 
de surtension du mn-ième mode l'expression suivante: 


Qmn = AL/\Bmne (2.6.12) 


a 

Si les valeurs propres y, de l’opérateur L décrivant un résona- 
teur donné sont connues, on peut calculer les pertes pour le mn-ième 
mode qui sont données suivant (2.6.8) par 1 — | y,, |“. En outre. 
on peut trouver le déphasage du 
mn-ième mode, défini par arg Ymn: 
En égalant le déphasage par traver- 
sée au produit de x par un nombre 
entier qg, on peut déterminer le 
spectre de fréquences de résonance 
pour Je mode transverse considéré. 

Résonateur constitué de deux 
miroirs sphériques. — La fig. 2.30 
montre en coupe suivant l'axe op- 
tique un résonateur de longueur L 
constitué de deux miroirs sphériques 
dont les rayons de courbure sont 
ri(miroir de gauche) et r, (miroir de droite). Un point quelconque 
sur le miroir de gauche est défini par un vecteur R, contenu dans 
le plan passant par ce point perpendiculairement à l’axe optique; 
un point sur le miroir de droite est donné de façon analogue par un 
vecteur R'!’. Pour les points Z et 2 choisis sur la fig. 2.30, les vec- 
teurs KR, et R, se situent dans un même plan (plan de la fivure), 
mais en réalité ces vecteurs ne doivent pas appartenir obligatoire- 
ment à un même plan. 

L'examen de Ia fig. 2.30 permet de conclure que la longueur 
du segment de droite joignant les points donnés par les vecteurs 
R, et R, se décrit par l'expression 


1 = [(L — À, — A.) + (R — R,)J/ (2.6.13) 


(si, en particulier, les vecteurs KR, et R, se situent dans un même plan 
comme il est indiqué sur la figure, dans (2.6.13) il convient d'utili- 
ser (R, — R,)° au lieu de (R;, — R,)*). Comme (A, + A.)<L,ona 


| 
{ 


(L—A—Aap -12(1- HE) &L2—2L (A, +A). 


Par conséquent, 
l=(L +L{[(R —R;} —2L (A; + A,))/2 (2.6.14) 
(1) Plus exactement les vecteurs R, et R, définissent les coordonnées trans- 


versalrs des points correspondants (les coordonnées des projections des points 
sur le: plans P, et P,; v. fig. 2.30). 
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Le rapprochement entre (2.6.14) et (2.6.2) permet de conclure 
que dans l'équation (2.6.7) il faut utiliser maintenant au lieu de p 
l'expression (R; — R,})° — 2L (A, + A;). En outre, la différence 
entre les rayons de courbure des miroirs trouble la symétrie du réso- 
nateur ; dans un tel résonateur la structure du champ se reproduit 
à chaque traversée double et non simple. On est donc amené à consi- 
dérer au lieu de l'équation intégrale (2.6.7) le système de deux équa- 
tions intégrales 


_ | u (R,) AR: Re) ds, —y'v(R2): (2.6.15a) 
P: 
RE 

zx | c(R) A (R,: R)ds,-.v'u (R;), (2.6.15b) 
P, 


K(R,:R)=exp (i Tr ((Re—Ri)®—2L(A,+4A)]). (2.6.6) 


Comme les vecteurs KR, et R, ne déterminent que les coordonnées 
transversales des points sur la surface des miroirs, on peut considérer 
que l'intégration dans (2.6.15) se fait sur les plans P, et P, montrés 
sur la fig. 2.30. La courbure de la surface des miroirs est prise en 
compte dans l'expression (2.6.16) pour le noyau de l'équation in- 
tégrale. 

Remarquons que les fonctions u (R,) et v(R.) doivent satis- 
faire à la condition 


ÜlucRo Pas = [oi las. (2.6.17) 


P: P. 


Cette condition est introduite pour que les valeurs propres y” et y” 
présentent un sens analogue à celui de la valeur propre y figu- 
rant dans (2.6.7). Désignons \ |u (R,) ds, par W. En tenant 


C4 


P1 
compte de (2.6.17), on trouve que la fraction de la puissance lumi- 
neuse perdue pendant la traversée du résonateur, du miroir de gauche 
au miroir de droite, a pour valeur 


(W—IvYEW/W=t—]y ff. 


La fraction de la puissance perdue pendant le passage du miroir de 
droite au miroir de gauche est égale à 1 — | y” |. La fraction de la 
puissance perdue pendant un aller-retour est de 1 — | y?" [*. Un 


9—1345 
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analogue de la fig. 2.29 relatif à un résonateur symétrique est cons- 
titué dans ce cas par la fig. 2.31. 


L'examen de la fig. 2.30 montre que 7 = rÀ—(r —A,)°= 
mr — ri; (1 — 2A,/r,) = 24;r et respectivement Ri = 


= r;—(rs — A) & 2A3r. Ainsi,2 (A, + 
+ A2) = (Riirs) + (Rijra). 
Il en résulte que 
(R:—R,)—2L (A, + A.) = 
=(1-)rR:+ + (1-2) Ri— 
—2RR;= 8,81 +883 —2RR:. 
(2.6.18) 


Le noyau des équations intégrales (2.6.15) peut donc être représenté 
sous la forme 


Miroir de gauche 
Miroir de droite 


Fig. 2.31 


K(R5 R)=expli TE (&hi+eRi—2RR,)|. (26.19) 


Faisons usage des coordonnées cartésiennes (R; (x;, Yi); 
R; (z:, Ye)) et récrivons (2.6.15) et (2.6.19) sous la forme suivante: 


TC | | u (x, y4) K (T4s Yi 5 Los Y2) dx, dy; = V (x, Yo) : (2.6.20a) 


"Pi 
+T | | V(T, Yo) À (Zis Y3 5 Los Yo) Ato dys = Y'U (xs, y1);  (2.6.20b) 
P: 
K (zx,;, Us; Lo; Yo) = 


=exp(i Lea (ri + Yi) + ga (x + V3) —2 (Tate + yiyo)] L (2.6.21) 


Supposons que l'ouverture des miroirs est beaucoup plus grande 
que les dimensions de la tache lumineuse. Alors, quelle que soit 
la forme réelle des miroirs, on peut effectuer dans (2.6.20) la sépa- 
ration des variables et utiliser l'intégration dans des limites symé- 
triques infinies. En introduisant les indices du mode m, n, écrivons 


Umn (Lis Y4) = Um (T4) Un (Y4) : Vnn = YmYŸn : 


: . 2.6.22 
Umn (Z2s Y2) = Um (Z2) Un (Y2) ; Ymn — YmYŸn- 


Il n’est pas difficile de voir que le système d'équations (2.6.20) se 
sépare en deux systèmes d'équations identiques: un pour les fonc- 
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tions u, et v, et un autre pour les fonctions u, et v,. Bornons-nous 
à examiner le premier de ces systèmes d'équations : 


Vi | Um (T1) K (T3; To) di == YnUm (22) (2.6.23a) 


VF . 


_ il Due) Ki: m)dr=Yaum(zs),  (2.6.23b) 


Ki 2) exp[ ir (eiri+ go —2rirs) |. (2.624) 


La condition (2.6.17) devient maintenant 


| | Um (x) | dr; — | | Um (Ta) | de. (2.6.25) 


Résonateur confocal. — Puisqu'un tel résonateur est symétri- 
que (8, = £a = 0; r, = r, = L), une seule équation intégrale suf- 
fit. Elle est de la forme 


HE il Um (x;) EXP ( il us T zit2) dr, — — Ymüm (x2) (2.6.26) 


Le premier membre de l'équation (2.6.26) décrit la transforma- 
tion de Fourier faite sur la fonction uw. Les solutions d’une telle 
équation sont des fonctions qui présentent la propriété suivante: 
la transformation de Fourier les transforme en elles-mêmes (à un fac- 
teur constant près). On sait que de telles fonctions sont les polynômes 
d'Hermite-Gauss 4). 

Un polynôme d’Hermite-Gauss de degré m peut être représenté 
sous la forme 


bp ()=(2"m! Va) HAlt)exp(—122),  (2.6.27) 


où Hh (t) = exp" (t°) A" exp (—t{*) est un polynôme d'Her- 


mite de degré m. Les polynômes w#,, ({) satisfont à la condition 
d’orthonormalite 


| bn (t) tn ()dt= 8. (2.6.28) 


(*) Les polynômes d’'Hermite-Gauss sont étudiés en Annexe 1. 
9* 
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Ecrivons quelques premiers polynômes d'Hermite-Gauss : 
_\-1/2 | 
Yo(t)=(V a) exp(—122): 
vi (t) = (2 Va) 2texp(—12/2); 


p(t)=(2Vn) "(22 1)exp(— 12/2). 


Les courbes représentatives de ces polynômes sont montrées sur la 
fig. 2.32. 

Les polynômes d'Hermite-Gauss vérifient l'équation intégrale 
suivante [31]: 


O0 


| Vn ()exp(—itr) dt= ii, (r). (2.6.29) 


_1 
V/2x 


Introduisons les désignations 
r=tVALiQn;, 2z=1V AL 2. 


Avec ces notations, l'équation (2.6.29) prend une forme qui est en 
fait celle de l'équation (2.6.26): 


Tea Æer(-i ana ve (a VE). 


Il en résulte que CD 
Um (Z,) = Const 1, (x AS _ 


= const (2 / )exp( Hz). (26.30) 


La fig. 2.33, a montre les courbes représentatives des fonctions 
Um (2) pour m = 0,. 1, 2 construites pour des valeurs de 2x1a*/ÀL 
égales à 25 (courbes 7) et à 200 
(courbes 2) [22]. Ces courbes corres- 
pondent à celles des polynômes 
d'Hermite-Gauss représentées sur 
la fig. 2.32. La fig. 2.33, b montre 
les formes des taches lumineuses 
pour les modes TEM,,, TEM,,, 
TEM,,. L'intensité du champ lumi- 
neux du mode TEMzy, s’annule 
sur l’axe x, en des points où l’am- 
plitude de u,, (z,) change de si- 

Fig. 2.32 gne ; le nombre de tels points est 
égal à m. 

Prise en compte de la valeur de l’ouverture des miroirs du ré- 

sonateur. — Supposons que les ouvertures des miroirs ont la forme 
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de carrés. Désignons par 2a, les dimensions 
de l’ouverture du miroir de gauche et par 2a, 
celles de l'ouverture du miroir de droite 
(fig. 2.34). Comme l'ouverture a la forme d’un 
carré, pour la séparation des variables dans 
les équations intégrales on peut utiliser com- 
me précédemment les coordonnées cartésien- 
nes. Pourtant, à la différence de grandes 
ouvertures, les limites d'intégration dans les 
intégrales correspondantes ne sont plus infi- Pa 


=1 
nies. Au lieu de (2.6.23) on aura maintenant 
Vi t - : , : 1 
VA | Um (T1) À (xs 5 Ze) dt, = YmUm (Z2) ; 
(2.6.31a) 0 
Je | Um (22) À (2,3 To) dre = Ymtm (Ti), 


(2.6.31b) 


où À (x, ; x.) se décrit par l’expression (2.6.24). 
La condition (2.6.25) prend dans ce cas la 
forme 


Qi Ta 


Jim) Par | Ion (a) l'as. 


é di (2.6.3) 


Passons suivant [23] aux variables adi- 
mensionnées 


E = Zy/@3 Eos = Zo/ao. (2.6.33) 
Introduisons suivant (2.6.32) les fonctions 
Un (E1) = Um (E@s) Vas; 

Vin (E2) = Un (E202) Vars (26.34) 


Le système d’équations (2.6.31) devient 
1 


V'iN | U,, (E.) K (ë: ; +) dE ae YnVm (£) Ù 
2 (2.6.35a) 
| 
V'iN | Vm (Ee) K (E5 E) dés = YU m (E), 
“| 


(2.6 55b) Fig. 2.33 


TEMoo 
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a 


où 
K (E15 8e) = exp lin (GE + G2Ëi — 26,62)l. (2.6.36) 
Rappelons qu'ici (v. (2.3.27)) 
N = aja./ÀL; G; = (ai/a:) (4 — Lir;); 
Ga = (a2/a,) (1 — Lir:). 


Les relations (2.6.35) et (2.6.36) montrent qu'un résonateur pas- 
sif constitué de deux miroirs sphériques peut être entièrement dé- 
crit à l'aide de trois paramètres seu- 
lement. Ces paramètres sont À, 
G et G:. 

Bien que ces résultats soient 
obtenus pour des ouvertures car- 
rées permettant la séparation des 
variables en coordonnées  carté- 
siennes, la conclusion sur trois 
paramètres ({V, G;, G.) nécessaires 
à la description du résonateur 
reste également valable pour des 


ouvertures présentant une autre forme et en particulier pour des 
ouvertures rondes. 


Fig. 2.34 


Dans le cas des ouvertures rondes (les rayons des ouvertures a, et a,), fai- 
sons usage des coordonnées polaires R; (R;,, ®:),R, (R:, ®.). Le système d'équa- 
tions intégrales (2.6.15) prend alors la forme 


27 1 


Ê à : = 
11) Fumer (Ra, D) A (R1, Di Res, Do) R3 dRiRe dDi=Ymnvmn (Re: De): (2.6.37a) 
0 0 


i ; 
+ | | ümn (R:D2) K (Ris Di Re, De) Rs dRs dd, = 
0 0 


= Yanumn (Ar, D), (2.6.37b) 

où 

K(Ris Dis Re, De) =exp (im RE + 6 RÈ—2RR: cos (D, —D,)]) . 
(2.6.38) 

Dans ces conditions 


| Umn (R,®,;) |* R dR; d®, = 


RE 


2 3: 


A | loümn (Rs, D) 1° Re dR: dO. (2.6.39) 
ù 


n 
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Introduisons les nouvelles variables et amplitudes suivantes: 


Qi = Riai; Le = Roias: 
| ÉS (Gi D:) = Umn (EAU ;) A; 
Vnn (£er Da) = mn (ste, Da) az. 


Le système d'équations (2.6.37), (2.6.38) devient 


27 | 
EN À À Tune On KG, ii be, Do ti dt db = 
0 0 
= YmnVinn (Gars Do) ; (2.6.404) 
2x 1 
iN | \ Vmn (Goes Do) À (Gris Pis CaDe) Lo dés dDe = 
0 0 
= Von mn (Ge Di), (2.6.40b) 
où 
K (Qus Dis Ces O2) = exp (in N' IG ÈÉ + GES — 2 cos (M, — D)]). 
(2.6.41) 


Les relations (2.6.40) et (2.6.41) permettent de conclure que trois paramètres 
(N, G;, G.) suffisent pour la description du résonateur également dans le cas 
des ouvertures rondes. 


Résonateurs équivalents (!). — Ainsi, trois paramètres (AN, 
G;, G+) déterminent les traits spécifiques de l'opérateur ZL dans 
l'équation intégrale (2.6.11) et donc ses valeurs propres y et ses 
fonctions propres u. Ceci signifie que la répartition du champ sur 
les miroirs (définie par les fonctions u) ainsi que les pertes par dif- 
fraction et Îles fréquences de résonance (exprimées par les valeurs 
propres y) se déterminent entièrement par les paramètres W, G;, G:. 

Les résonateurs sont dits équivalents s'ils ont mêmes pertes par 
diffraction, mêmes fréquences de résonance et mêmes répartitions 
du champ sur les miroirs. De ce qui précède nous pouvons conclure 
que des résonateurs équivalents doivent posséder mêmes nombres 


de Fresnel, mêmes G, et mêmes G.. Soit un des résonateurs décrit 
par les paramètres 


ve G-t(i-L) (12), 


et un autre par les paramètres 


N' = 5 tn E GE (1). 


(*) L'équivalence des résonateurs est examinée dans [23, 15]. 
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La condition d'équivalence de ces résonateurs est 


N=N"; G=G,; G=G,|. (2.6.42) 


I1 résulte de (2.6.42) que si les dimensions transversales (para- 
mètres a, et a.) d'un résonateur sont augmentées de e fois et en même 
temps les dimensions longitudinales (paramètres L, r,, r.) le sont de 
e® fois, le résonateur ainsi obtenu sera équivalent au résonateur 
initial. Remarquons que dans ces résonateurs seront égaux non 
seulement les paramètres G mais 
aussi les paramètres £g. 

L'égalité des paramètres g n'est 
pas, certes, obligatoire pour l'équi- 
valence des résonateurs. Considé- 
rons par exemple un nn 
semi-concentrique (g, = 1, £g» =: 
= 0) dont a, << a: (fig. 2,35. a). 
D'après (2.6.42) le résonateur qui 
lui est équivalent a la mème 
longueur et a! = a, = Va;@, 
gi == das, g = 0 (fig. 2.35, b). 
Puisque a, a, on a g,<1; 
| le résonateur de la fig. 2.35, b se 

Fig. 2.35 rapproche donc d'un résonateur 

confocal. Ainsi, un resonateur semi- 

concentrique dont l’ouverture du miroir plan est beaucoup plus 
petite que celle du miroir sphérique (a, € a.) est en fait équivalent 
à un résonateur confocal de même longueur dont les ouvertures a, 
et a, des miroirs sont identiques et telles que a, = a; = V aa. 

En toute rigueur, un résonateur confocal ne peut être équivalent 
qu'à un autre résonateur confocal. Si g, — &2 = 0, les conditions 
d'équivalence ne sont satisfaites que pour g, = g, = 0. Il est re- 
marquable que deux résonateurs confocaux rt être équivalents 
indépendamment du rapport des ouvertures des miroirs; il suffit 
que leurs nombres de Fresnel soient égaux. Autrement dit, la condi- 
tion d'équivalence de deux résonateurs confocaux prend la forme 


laas/L= aja, L' | (2.6.43) 


La fig. 2 2.36 montre à titre d'exemple deux résonateurs Confocaux 
équiv alents de même longueur (a;a; — a,a,). 

Résonateur équivalent” à un résonateur à lentille interne. — Con- 
sidérons d'abord un résonateur dans lequel une lentille mince ayant 
une distance focale f et une ouverture aussi grande que l'on veut 
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est placée immédiatement devant un des miroirs, par exemple, de- 
vant celui de droite (fig. 2.37). La combinaison d'un miroir de rayon 
r. et d’une lentille de distance focale f est optiquement équivalente 
à un miroir de rayon raf/(r: + f). Par conséquent, le résonateur à 
lentille représenté sur la fig. 2.37 est équivalent à un résonateur 


a,°q la,=a 


Fig. 2.36 Fig. 2.37 


sans lentille dont le rayon du miroir de droite est égal à r.f/(r: + f)- 
Les paramètres de ce résonateur sont 


N=<2% ; = (1-2); Ge (1-12), (2.6.44) 


Un cas plus intéressant est celui où la lentille est placée à une 
certaine distance des miroirs (321. 
Un tel résonateur est montré à la 
fig. 2.38, a, où d, est la distance 
de la lentille au miroir de gauche et 
d, au miroir de droite. L'image du 
miroir de gauche (avec la répar- 
tition de champ) produite par la 
lentille est représentée sur la figure 
par la courbe en traits interrompus 
AA à la distance d, de la lentil- 
le; le rayon de courbure de la cou- 
rbe AA sera désigné par r,. Dans 
ce cas, a, est transformé par la len- 
tille en —a; (v. la figure). Le résona- 
teur de longueur d, — d; hachuré Fig. 2.38 
sur la figure est un résonateur sans 
lentille équivalent au résonateur à lentille initial. Compte tenu de 
ce que 


da a: dif/(di SE j); d/a, — —di'd; = 1 — di/f, 
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déterminons les paramètres V et G. du résonateur sans lentille 
équivalent 


: CECF _… djda : 
LE À (de —ds) À (dit ds —dodo/f) ? (2:9:49) 
RE à Er" a 
Ne es _ dd. 
= + [ Fr (a+ ) |. (2.6.46) 


Pour déterminer le paramètre G,; il faudrait trouver d’abord r.. 
Au lieu de le faire, nous allons considérer un autre résonateur sans 
lentille équivalent. Ce résonateur est représenté sur la fig. 2.38, b 
par hachure. Mettons à profit l’analogie avec le cas examiné précé- 
demment. Puisque 


dé = dafilde —f); asia, = —did, = 1 — dijf, 
on a 


L ayas _ Ajü» L Je 
Me À (di — ds) À (di de — dide/f) ” (2.6.47) 


CG (1- A4) - 


TL 
=fi-+ (aura -#2)] (2648 


Comme il fallait s’y attendre, les résultats (2.6.47) et (2.6.45) sont 
identiques. Chacun des résonateurs sans lentille hachurés sur la 
fig. 2.38 étant équivalent au résonateur à lentille de départ, ces deux 
résonateurs sans lentilles sont équivalents l’un à l’autre. En faisant 
usage des relations (2.6.45), (2.6.46) et (2.6.48), écrivons les expres- 
sions pour les paramètres du résonateur sans lentille équivalent 


e a,a 
N ie RE (oi A , 
À (di+ di —dide/f) 


=] Gras (d, FR d, — “2. | ; (2.6.49) 
G,-Æfi-$-(ard-$é)]. 


Reportons-nous au Tableau 2.5. On y compare trois résonateurs : 
sans lentille, à lentille placée directement devant un miroir, à 
lentille se trouvant à une certaine distance des miroirs. Pour tous 
ces résonateurs sont données les matrices de passage du rayon lu- 
mineux cheminant du miroir de gauche vers le miroir de droite. Les 
deux premières matrices ont été examinées au $ 2.4 (v. (2.4.18) et 
{2.4.22)), la troisième est la matrice NM (d, — f — d,) — M (d.) X 
X MH (f) M (d,). Le Tableau indique également les paramètres 
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N, G1,G2 des résonateurs sans lentille équivalents; pour leur déter- 
mination on a utilisé les relations (2.6.44) et (2.6.49). 

En examinant le Tableau 2.5 il n’est pas difficile d'établir une 
certaine règle générale. Supposons que le rayon qui se propage du 
miroir de gauche (rayon de courbure r;,) vers le miroir de droite 
(rayon de courbure r.) se transforme suivant une certaine matrice 
(Co: Cette matrice tient compte tant de l’espace libre à l’intérieur 
du résonateur que des éléments optiques possibles disposés d’une 
façon bien détern:inée dans le résonateur suivant son axe. La règle 
mentionnée ci-dessus consiste en ce qu’au résonateur donné est 
équivalent un résonateur « vide » ayant pour paramètres [32]: 


— (D —+) . (2.6.50) 


SJ 


Résonateur à diaphragme. — Supposons qu’à l’intérieur d'un 
résonateur de longueur Z soit placé un diaphragme présentant un 
plan percé d’un orifice de diame- 


r r tre égal à 2a. Les ouvertures des 
a miroirs du résonateur sont suppo- 
| | a) sées infiniment grandes. Désignons 
Î 
| 


par d, et d, les distances du dia- 
phragme respectivement au miroir 


=> | f Àf de gauche (rayon de courbure r;) 
et au miroir de droite (rayon de 

a GE courbure r,); d, + d, = L. 
| , b) Dans le cas particulier d'un 
résonateur symétrique (lorsque d, = 


est commode d'utiliser l’analogie 

si qui existe entre Îles résonateurs 
a [a ouverts et les cœuides d'ondes à len- 
| 7 TT tilles. Le résonateur à diaphra- 
an. ome représenté sur la fig. 2.39, a 

= Ë Re rase 
est optiquement équivalent au gui- 

à _ . : À. PR e due Hu à la 
ig. 2.39, b. et ce dernier est à son 

re ir tour équivalent au résonateur à 
d) miroirs plans et parallèles à len- 

tille au milieu qui est visible sur 

la fig. 2.39, c. Les ouvertures des 
miroirs de ce résonateur sont égales 

à l'ouverture du diaphragme du résonateur de départ et la distance 
focale de la lentille f — r/2. En faisant usage de la relation (2.6.49), 
déterminons les paramètres du résonateur sans lentille équivalent 


| 

| | = d, = L'2 et r=r; =7r) il 
li 
Ï 


Fig. 2.39 
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au résonateur représenté sur la fig. 2.39, c et donc au résonateur 
de Ia fig. 2.39, a: 
L 


é a | .E., 
Neo : Gi Gal —. (2.6.51) 


Ce résonateur sans lentille est représenté sur la fig. 2.39, d. A la 
différence du résonateur de départ à diaphragme, ses miroirs ont des 
ouvertures finies; le rayon de l'ouverture des miroirs est égal à 


4 Du à 
aly 1, où a est le rayon de l'ouverture du diaphragme du 


résonateur de départ. | 
Remarquons que le résultat (2.6.51) peut s’obtenir également à 


partir de (2.6.50) si l’on tient compte du fait que la matrice (22) 
pour le résonateur de la fig. 2.39. c se présente sous la forme 


L L°: L AR 
RE PR 
nl£\n L__ 2 41 | r Dr 
TETE EE En RP E a] 
Î 21 r r 


Dans ce cas il convient de poser dans (2.6.50) a, = a, = a, 1/r, = 
= {Â/rs = 0 

D'une façon générale, un résonateur à diaphragme asymétrique 
n'a pas de résonateur « vide » équivalent. Néanmoins on peut mon- 
trer [33] que dans le cas général d'un résonateur à diaphragme asy- 
métrique (et à ouvertures des miroirs infiniment grandes) les pertes 
par diffraction et les répartitions des amplitudes du champ sur les mi- 
roirs ne sont déterminées que par trois paramètres. Ces paramètres 
sont représentés par les combinaisons suivantes de a, di, ds, F1, lo: 


nee Us =: =$: PL CUT | K ‘ .n2: 
Lrr [ dytri—di) Ÿ detrs—di) Ë (2.6.52a) 


7 (r1—2d;) da (Ta — do) + (Ta —2da) difri— di) . r 
Be ride (T2 — do) + rod (T1 — di) ’ (20928) 
__ Fida (To — da) — rods (T1 — di) Fo. 
be lide (ro — do) + rod (ri — di) (2.6.92e) 


Le résultat (2.6.52) découle des équations intégrales correspondantes 
qui décrivent la propagation du rayonnement dans un résonateur à 
diaphragme. 

Pour r, = r, = r et d, = d; — L/2 les relations (2.6.52) donnent 


a? . De L. … = 
VIS : g=i—+; B=-0, (2.6.53) 
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Le rapprochement entre (2.6.53) et (2.6.51) permet de conclure que 
pour les résonateurs à diaphragme symétriques le paramètre y est 
égal au nombre de Fresnel N et le paramètre g coïncide avec les 
paramètres G, et G. du résonateur sans lentille équivalent. 

Considérons un résonateur confocal (r, = r. — L) comportant 
un diaphragme placé de façon quelconque sur son axe. Pour un tel 
nn les relations (2.6.52) prennent une forme beaucoup plus 
simple: 


y = aL/\2Ad, (L—d,)}; g—0; B—0. (26.54) 


Cette expression montre que deux résonateurs confocaux à diaphra- 
gme présentent mêmes pertes par diffraction et mêmes répartitions 
d’amplitudes du champ sur les miroirs si est satisfaite la condition 


a?Li (4, (L — d,)] = (a'}°L'/d! (L' — d!) (2.6.55) 


(ici, a, L, d, sont les paramètres d'un des résonateurs, et a’, L’, d 
les paramètres de l’autre). 

Rappelons qu’un résonateur confocal sans diaphragme, constitué 

de miroirs à ouvertures finies (et inégales), se caractérise par les 

paramètres À = aja./ÀL; G; = 


Po = 0; G: = 0. Le paramètre y — 
LA \? = a°L/2Xd, (L — d,) joue dans un 
ca 7 résonateur confocal à diaphragme 


et à ouvertures infiniment grandes 

des miroirs le même rôle que le 

nombre de Fresnel N = a,a:/AL 

joue dans un résonateur confocal 

d, sans diaphragme et à ouvertures 

0 L/2 L finies des miroirs. De même que NW, 

Fig. 2.40 le paramètre y détermine les per- 

tes par diffraction dans les résona- 

teurs correspondants; une petite valeur des pertes par diffraction 

correspond à une grande valeur de ces paramètres (N 5 1; y > 1). 

Considérons, à l’aide de (2.6.54), la variation de 1;y en fonction 

de d, pour des valeurs. données de L et a (fig. 2.40). Il est facile de 

voir que les plus grandes pertes par diffraction dans un résonateur 

confocal ont lieu lorsque le diaphragme est placé au milieu du réso- 

nateur (d, — L/2). Si le diaphragme est rapproché du miroir, les 

pertes par diffraction commencent à décroître assez rapidement (bien 

que l'ouverture du diaphragme reste inchangée). En plaçant le dia- 

phragme aussi près que l’on veut du miroir, on peut rendre le pa- 

ramètre y aussi grand que l’on veut. Ce fait comporte une interpré- 
tation physique intéressante (v. $ 2.9). 
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$ 2.7 FAISCEAUX GAUSSIENS 


Remarques générales; forme spatiale d’un faisceau gaussien. 
— Pour décrire la structure du champ d’un faisceau lumineux formé 
dans un résonateur stable, on utilise largement le modèle d'un 
faisceau gaussien. Les faisceaux gaussiens se caractérisent par une 
décroissance rapide de l'amplitude du champ lorsqu'on s'éloigne de 


Fig. 2.41 


l’axe du faisceau ; l'amplitude diminue suivant la fonction de Gauss 
A exp (—zx*/n*) (fig. 2.41). Le paramètre p joue le rôle du rayon 
effectif du faisceau. 

Le type le plus simple de faisceau gaussien correspond au mode 
transverse fondamental. La variation du module de l’amplitude du 
champ du mode fondamental en fonction des coordonnées transver- 


sales se décrit entièrement par la fonction de Gauss: 
[u(z. )1-exp( - ÈS). (2.7.1) 


Dans le cas des modes d'ordre supérieur l'amplitude du champ d’un 
faisceau gaussien s'exprime généralement par le produit de la fonc- 
tion de Gauss et des polynômes d’Hermite (c'est-à-dire par les 
polynômes de Gauss-Hermite) : 


Un (Es De Hn(V2Z)Hn(V2L)exp( ER). (2.7.2) 


La fig. 2.42 représente schématiquement la forme spatiale du 
faisceau gaussien à l’intérieur d’un certain résonateur, cette forme 
étant déterminée par le paramètre p. La valeur du rayon p du fais- 
ceau varie suivant la longueur du résonateur (le long de l’axe du 
faisceau). En un certain point sur l’axe, le rayon prend la valeur 
minimale que nous désignerons par p,. Le plan de référence passant 
par ce point s'appelle plan d'’étranglement du faisceau (en anglais 
plan de cross-over) ; v. la section hachurée sur la fig. 2.42. Nous allons 
considérer le rayon du faisceau en fonction de la distance z comptée à 
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partir du point d’étranglement du faisceau. Plus loin il sera montré 
que 


pt = pË + (Mn)? (24/5). (2.7.3) 


La relation (2.7.3) est l'équation de la surface qui limite dans 
l'espace le champ du faisceau gaussien; cette surface est appelée 
caustique. Elle représente un hyperboloïde de révolution. La section 
de cet hyperboloïde par un plan passant par les axes du faisceau a 
la forme d'hyperbole; v. les courbes en gros traits de la fig. 2.42. 

Les asymptotes à l’hyperbole sont montrées sur la fig. 2.42 par 
des droites en traits interrompus. Désignons par B l’angle que l’asymp- 
tote fait avec l’axe du faisceau. Pour trouver cet angle il convient 
. au préalable de mettre l'équation (2.7.3) sous forme canonique 


(p°/a?) a (z°/b°) — |. (2.7.4) 


Le rapprochement entre (2.7.4) et (2.7.3) permet de conclure que 
a = Po; bd = 1p$;1. La tangente de l’angle f est le rapport a/b; on 
a donc 


tg B = nos. (2.7.5) 


On suppose que les faisceaux gaussiens considérés ici ont une symétrie de 
révolution par rapport à l'axe du faisceau (faisceaux gaussiens circulaires). De 
tels faisceaux sont formés dans des résonateurs constitués de miroirs sphéri- 

ques parfaits à condition qu'à l'intérieur du resona- 

teur il n’y a pas d'éléments pouvant troubler la 

symétrie de révolution par rapport à l'axe optique. 

Or. en pratique, la sphericité des miroirs du réso- 

nateur peut être troublée ou même ne pas être 

délibéremment observée (résonateurs astigmatiques). 

En outre, le résonateur peut contenir des éléments 

qui dérangent sa symétrie de révolution, par cxem- 

Fig. 2.43 ple, des plaques planes parallèles et inclinées, en 

particulier les fenétres de Brewster dans le tube à 

décharge gazeuse. Dans de tels cas, la forme de la 

section droite du faisceau est elliptique et non circulaire et les faisceaux eux- 

mêmes sont dits elliptiques. La forme d’un faisceau gaussien elliptique dans un 
résonateur astigmatique est montrée schématiquement sur la fig. 2.43. 


La théorie des faisceaux gaussiens est étudiée dans [22, 32, 34, 35, 
17]; v. aussi [4, 7, 15]. La monographie [17] examine en plus des 
faisceaux circulaires également des faisceaux gaussiens elliptiques. 

Propagation d’un faisceau gaussien dans l’espace libre. — Pro- 
fitons pour cette étude du fait que le plan d'étranglement d’un 
faisceau gaussien est un plan équiphase. Autrement dit, au point 
situé sur l’axe et correspondant à l’étranglement du faisceau, le 
front d’onde du faisceau gaussien est plan. Ceci est en accord avec 
la symétrie que la forme du faisceau gaussien présente par rapport 
au plan d’étranglement. 


$ 2.7] FAISCEAUX GAUSSIENS 145 


En ne considérant pour l'instant que le mode fondamental, re- 
présentons le champ du faisceau gaussien dans le plan d’étrangle- 
ment P, sous la forme 


u (E, n) = À exp [—(E? + n°)/oil. (2.7.6) 


Ici, £ et n sont les coordonnées cartésiennes dans le plan P,. La for- 
me plane du front d'onde prédétermine l'absence du facteur de 
phase de la forme exp li® (ë, n)] dans l'expression de u (£, n). 

Si le champ du faisceau gaussien est donné dans un certain plan 
(par exemple dans le plan d'étranglement), on peut déterminer son 
champ dans n'importe quel autre plan de référence en considérant 
à cet effet, dans le cadre de la théorie de la diffraction, la propaga- 
tion du rayonnement à partir du plan de départ jusqu’au plan de 
référence choisi. Choisissons un plan de référence P. situé à une 
distance : du plan d'étranglement P,. Le champ u (r, y, z) du fais- 
ceau gaussien dans le plan P. se détermine par l'intégrale de diffrac- 
tion (2.6.6) dans laquelle il convient d'introduire le champ (2.7.6) 
en remplaçant L par z. Il vient 


u(z, y, z)=— —A4epfi zx 
x À Sexp(— ET) exp (IG -E+@ - 11) dan. (2.7.7 


En se servant de (2.7.7), on trouve l'expression pour l'amplitude 
complere du champ produit par le mode fondamental du faisceau 
gaussien à la distance z du plan d’étranglement du faisceau () : 
n — À -UPS/À2) . 23 ,\ 
u (Z, y, 2) = À Tps) —1 exp (à L 2} X 

Ce MEL (z° + y*) (Po/À:)° É 
à É 1 + (npg/À) [exp| — 1 (npg/À5) ] (2.7.8) 


Les dimensions transversales du faisceau sont déterminées par le 

facteur 

2_Ly2 2)? 

exp| _ (+y ) (po/À ) ] 

1+ (xp5/A2) 
qui intervient dans l’expression (2.7.8). Ce facteur décroît rapide- 
ment à mesure que l’on s'éloigne de l’axe du faisceau. La forme de 
ce facteur montre qu'à la distance z du point d'étranglement le rayon 
p du faisceau gaussien se décrit par l'expression (2.7.3): 


VE ET LORIE El 
p == pi + (+) DE 


(*) Les calculs correspondants sont donnés en Annexe 2. 
10—1345 
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Remarquons que 
 - + 1 + ic = 
exp(i arctga)= cos (arctg &) + i sin (arctg &) — Erer3 . (2.7.9) 
Œ= 


En tenant compte de (2.7.9), on trouve 


(inpé/Àz) _ | __ 2xP [—tarctg(Az/npi)] 
(inpé/Àz)—1 1+i(A3/xpà) V1+(Az/np) 


D'après (2.7.3) on a 
[1 + (Az/npi)I VE = po/p (:). 
L'expression (2.7.8) peut se mettre finalement sous la forme 


exp{—(z+y2)/p2(2)] - 


PO 
x exp{ i | z—arctg ( er) + er |) 


Rayon de courbure de la surface équiphase. — Ainsi qu'il res- 
sort de l’expression (2.7.10), la propagation du faisceau gaussien du 
plan P, au plan P, s'accompagne d'une variation de phase égale à 


Fit RCA NN Con PEULE 7 
P=—-z arctg | RP )+Ér TRE (2.7.11) 


Par suite de la propagation de P, à P, le front d'onde du faisceau, 
qui était initialement plan, devient sphérique; c'est pourquoi l'ex- 
pression qui décrit la variation de la 
phase comporte un terme dépendant 
des coordonnées transversales : 
_(æ+y)n/À = 
(zx, y, ol ET ET ILE « (2.7.12) 


Désignons par À (z) le rayon de 
courbure de la surface équiphase qui 
coupe l’axe du faisceau au point z 
(à la distance z du point d'’étrangle- 
| ment); v. fig. 2.44. Comme le montre 

Fig. 2.44 cette figure, le déphasage au point 

(x, y) du plan P, par rapport au 

point (0, O0) du même plan est égal à (2x/A) d (x, y). Ce déphasage 
étant décrit par l'expression (2.7.12), on peut écrire 

(z2 + y°)/2z e 

d(x, y) TE tor)e * (2.7.13) 

Puis, tenons compte que R? — (x? + y?) — {R — d(x, y)}° (v. la 

figure). Puisque d € R, on a (R — dj? = R°(1 — 2d/R) = R° — 

— 2Rd et donc 2Rd Æ r° + y*. En portant ce résultat dans (2.7.13), 


u(x, y, z) = À 
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on obtient pour le rayon de courbure À (z) de la surface équiphase 
l'expression suivante: 


R(z)=2{1-+ (np°/Az)] | (2.7.14) 


Compte tenu de (2.7.14) l'expression (2.7.10) devient 


u(z, y, z) = À — exp| — es | - 


P (3) p* (2) 
Âz 


2Ly2 ._ (2.7.19 


De (2.7.14) on déduit qu'à des distances suffisamment grandes 
du point d'étranglement du faisceau satisfaisant à l'inégalité 


z > nps/À (2.7.16) 


(dans ce cas on parle de la « région lointaine ») le rayon de courbure 
de la surface équiphase peut se décrire par l'expression À (2) = z. 


È 
È 
= 
S 
21pé $ 
Po NS. — À ë 
( z 
Eu 0 me 
a) À b) 
Fig. 2.45 


Ainsi on voit que dans la région lointaine le faisceau gaussien se 
transforme en une onde sphérique et peut être examiné dans l'appro- 
ximation de l'optique géométrique. Quant à la région prorhe (z < 
< np$/À), cette approximation lui est inapplicable : dans cette région 
les rayons lumineux ne sont pas rectilignes (fig. 2.45, a; les rayons lu- 
mineux y sont indiqués en traits pleins, et les sections des surfaces 
équiphases en traits interrompus). L’allure de la fonction R (z) 
définie par la relation (2.7.14) est montrée sur la fig. 2.45, b. 
Relations fondamentales reliant les paramètres d’un faisceau 
gaussien. — Les paramètres d’un faisceau gaussien sont le rayon p 
du faisceau et le rayon de courbure R de la surface équiphase consi- 
dérés à la distance z de l’étranglement du faisceau dont lc rayon est 


10* 
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Po (fig. 2.46). Les résultats obtenus plus haut permettent d'écrire 
toute une série de relations qui relient p, R, z, p,. Indiquons les 
relations suivantes: 


Le? = pi + An) (p)| : (2.7.3 
[es = Q/n)22(R —2)|; (2.7.7) 
[pp = (A/n)t Rz | (2.7.18) 


Le résultat (2.7.17) découle immédiatement de (2.7.14). Le résultat 
(2.7.18) s'ensuit de (2.7.3) si l’on y introduit z° donné par (2.7.17). 
Paramètres complexes d’un faisceau gaussien. — L'expression 
(2.7.45) donnant l'amplitude du champ u (x, y, z) peut être mise 
sous une forme plus compacte si l’on introduit des paramètres comple- 
res du faisceau q (z) et R (z) proposés 

R par Kogelnik [32]. Ces paramètres 

\ sont définis par les relations suivan- 


tes : 
XI ———————— 
Po D: ” [19 -1/R+ilnp®|: (2.719) 
/ | P == —arctg (21'np5) — i ln (p,/0) | 
Fig. 2.46 (2.7.20) 


En utilisant ces parametres, récrivons (2.7.15) sous la forme 


u(z, y, z)—Aexp {i LP (2)+ (2 + y4) |} " 


— 0 
7, EXP (à 3) 


(2.7.24) 


Faisceau gaussien considéré comme une solution de l'équation 
parabolique. — L'expression (2.7.21) décrit le champ du mode 
fondamental. Avant en vue la généralisation des résultats obtenus 
au cas de modes d'ordre supérieur, montrons sur l’exemple du mode 
fondamental que le faisceau gaussien est solution de l’équation pa- 
rabolique. 

On connaît bien l’équation d'onde pour une onde électromagné- 
tique monochromatique se propageant dans un espace ne contenant 
pas de charges électriques : 


Vu (x, y, z) + (4n*/A) u (x, y, z) = 0. (2.7.22) 
Représentons l’amplitude de l’onde u (x, y, z) sous la forme 
u (x, y, z) = UÙ (x, y, z) exp (i2nz/À). (2.7.23) 
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En introduisant (2.7.23) dans (2.7.22), on obtient l'équation 


ŒU , EU , EU |. 4n A — 
2x: He tar ti = 0. (2.7.24) 


En supposant que la dépendance de la fonction Ü (x, y, z) vis-à-vis 

de la coordonnée z est relativement faible, de sorte qu'on a l'inéga- 

lité 

ŒU | 4n | dU n 
<< | , (2.7.25) 


dz° "2 


mettons l'équation (2.7.24) sous la forme 


o?U o°U . 4 = nc 
Oz? TE Ii 0. (2.7.26) 


Cette équation est dite parabolique. 
Proposons-nous de montrer que la fonction L (r, y, :) ayant la 
forme (v. (2.7.21)) 


U (x, y, z) = A exp{ilP (z) + (x + y‘)an/hq (2)l},  (2.7.27) 


est solution de l'équation parabolique (2.7.26). A cet effet, introdui- 
sons (2.7.27) dans (2.7.26), il vient 


Sa dl __ 1 71, 4 +y) [4 _ dd\. 
le sel eee (1-5) :-0. 


Cette égalité doit être vérifiée quels que soient x et y. 1] en résulte 
que doivent être réalisées les égalités 
dPidz — ilg (2) = 0; 1 — dg'dz = 0. (2.7.28) 
En faisant usage des relations (2.7.19) et (2.7.20). il est aisé de 
s'assurer que les égalités (2.7.28) sont effectivement remplies. 
Généralisation au cas de modes supérieurs. — En utilisant (2.7.21) 


et (2.7.2), représentons l'amplitude du champ du faisceau gaussien 
pour un mn-iéme mode sous la forme suivante: 


Un (Zr Y 2)= AH (V2 TS | H. (3-2) | 


X exp {i [ P (2) + (x? + y?) Lot D ) |) exp (à 2) , (27.29) 


où D,,, est à déterminer. 
En supposant que le mn-ième mode, de même que le mode fon- 
damental, est solution de l'équation parabolique, portons (2.7.29) 
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(sans le facteur exp (i2nz/à)) dans (2.7.26). Cette substitution ramène 
l'équation (2.7.26) à la forme 


| d'Hm dHm 
(Se —2X <) + 
1 f d'in dHn dDmn : 
enr Sp) CE 0, (2.7.30) 


où : 

X = V2xo; Y = V 2ylo. 
Puis tenons compte du fait que le polynôme d'Hermite de degré 
Mm [mn (À) satisfait à l’équation différentielle(! 


Tom OX M + OmH,, —0. (2.7.3) 


En comparant les deux relations à 7.30) et (2.7.31), on voit que le 
déphasage D, doit satisfaire à l'équation 


Lp3(7 mr (mn). (2.7.32) 


Compte tenu de (2.7 à on en tire 


____ m+n C 
| ae nPs/ À | RE 


—(m-n)arctg 


| — | ° 

U 
Comme %,,, (0) = 0, on a 

Dan (5) = — (m + n) arctg (Az/npi). (2.7.33) 

En utilisant le résultat (2.7.33) dans (2.7.29) et en passant des 


paramètres g et P aux paramètres p et À, on obtient pour l’amplitu- 
de du champ du mn-ième mode l'expression suivante 


VS Fe An (V2) Hn (V3) * 


F Jesr ti [Es (min+ 1) x . (2.7.34) 


“exp | — Fo 


à arctg (Æ TPS + SE} 


Remarquons que le rayon p du faisceau et le rayon de courbure 
R de la surface équiphase (et donc le paramètre g) ne dépendent pas 
des indices m, n du mode. Ceci signifie que lorsqu'on utilise ces pa- 
ramètres du faisceau gaussien il suffit de considérer le seul mode 
fondamental. 


(f) Voir Annexe 1. 
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$ 2.8 TRANSFORMATION ET ADAPTATION 
DES FAISCEAUX GAUSSIENS 


Pour pouvoir décrire la transformation subie par un faisceau 
gaussien lorsqu'il se propage d’un plan de référence z = z, à un 
autre plan de référence z — z, il est nécessaire d'indiquer la règle 
de passage des paramètres p (z;), À (21) aux paramètres p (22), 
R'(z:) ou, en d’autres termes, la règle de passage de gq (z,) à q (22). 

Transformation du faisceau gaussien dans l’espace libre. — Mon- 
trons au préalable que 


q=2—ino$/À |, (2.8.1) 


En effet, on tire de (2.7.19) 


… 1—i(AR/np°) 
EG RAP 


De (2.7.18) on déduit que ÀR/np° = np;/Àz; par suite 


_— p_1—i(np6;À:) 
QE RE pe 


En tenant compte de (2.7.14), on en tire le résultat (2.8.1). 

La règle de transformation du faisceau gaussien dans l’espace 
libre découle de la relation (2.8.1). Si le faisceau se propage de z = 
= àZ—=2%,0na 


[= a+ dl, (2.8.2) 


OÙ 91 = g(2); Ye = Q (22)5 d = 29 — 24e 

Lentille considérée comme un correcteur de phase. — En fai- 
sant varier la phase de l’onde lumineuse, la lentille joue le rôle de 
correcteur de phase. Envisageons une lentille bi-convexe caractérisée 
par un rayon de courbure r des surfaces et le rayon de l'ouverture a 
(âäg. 2.47). Deésignons: d,, l'épaisseur maximale de la lentille; 
d (x, y), son épaisseur au point xy dans le plan de l’ouverture; n, 
l'indice de réfraction; f, la distance focale. Soient uw, (x, y) le champ 
dans le plan de référence d'entrée P, et u, (x, y) le champ dans le 
plan de sortie P.,. En supposant que le module de l'amplitude du 
champ ne change pas au passage par la lentille, écrivons 


Us (x, y) = U, (x, y) exp Li (2xd4/À) + ip (x, y)l, (2.8.3) 


où (2x/À) d, est le déphasage sur la distance d, séparant les plans P, 
et P,; y (x, y) le déphasage supplémentaire dû à la lentille. Le dépha- 
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sage total est évidemment égal à la somme des déphasages à l’inté- 
rieur de la lentille et à son extérieur: 


+ d+9 (2 y) = nd (z, y)+ Id, d(z, y)1. 
Ainsi, 
p (x, y) = (2x/À) (n — 1) d'(r, y). (2.8.4) 


En tenant compte que 1/f = (n — 1) 2/r, mettons (2.8.4) sous la 
forme 


P (x, y) = (ar/Af) d (x, y). (2.8.5) 


Des considérations de géométrie élémentaire montrent que (v. 
fig. 2.47) 


a D=2[ (VF EF )]= 
#2 [1 (1- SE) ed. 


2r2 


La fonction d (x, y) s’annulant pour x* + y° = a*, on a d, = a°ir. 
On a finalement 


p (z, y) = (nf) La? — (x + y°)l (2.8.6) 
On voit que la lentille se comporte en correcteur de phase qguadratique. 


Transformation du faisceau gaussien dans la lentille. — Dési- 
gnons Par Pr, y 91 les paramètres du faisceau gaussien immédiate- 


Fig. 2.47 Fig. 2.48 


ment à l'entrée de la lentille, par p:, R:, g, ses paramètres immédia- 
tement à la sortie de la lentille et par f la distance focale de la len- 
tille. Etant un correcteur de phase, la lentille modifie le rayon de 
courbure du front d'onde (R;, = R,), alors que le rayon du faisceau 
reste pratiquement inchangé (p: = p;). 
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Le rayon de courbure du front d’onde est lié, dans l'expression 
(2.7.15), au terme n (x° + y*)/ÀAR, qui figure à l’exposant de l'ex- 
ponentielle du facteur de phase. En étudiant le passage du faisceau 
gaussien à travers la lentille, il faut, eu vertu de (2.8.6), compléter 
le terme indiqué par le terme —x (x? + y*}/Af. Il vient 


an (x° + YA Ra = Un (2° + YA Ra] — Un (2° + y°)/Af) 


ou 
| 1/8, = (1/R3) — (Af) | _ (2.8.7) 


La variation de 1/R, en fonction de 1/f définie par la formu- 
le (2.8.7) est représentée sur la fig. 2.48. La figure montre trois 
cas: a) 1/f << 1/R, (point 1), R: > R1 > 0; b) 1/f = 1/]R, (point 2), 
Ra = ©; c) 1/f > 1/R, (point 3), R: < 0. 

Ces cas sont éclairés sur la fig. 2.49. On y distingue: 7, la sur- 
face équiphase (front d'onde) à l’entrée de la lentille; 2, le]front 


I\ 


Fig. 2.49 


d'onde à la sortie de la lentille; le point z — 0 fixe la position du 
front plan (étranglement) pour le faisceau entrant dans la lentille, 
et le point À pour le faisceau sortant de la lentille. La fig. 2.49, & 
montre que la lentille ne diminue que légèrement la divergence du 
faisceau ; la fig. 2.49, b illustre le fait que la lentille produit un 
front d'onde plan à l’endroit où elle se trouve; sur la fig. 2.49, c 
on voit que la lentille inverse le front d’onde. 
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Comme p,; = p,, la règle (2.8.7) se généralise de façon évidente 
au paramètre g: 


| 1/q2= (1/91) —(4/f) |. (2.8.8) 


Transformation du faisceau gaussien dans un système à lentille, — 
Le faisceau gaussien (fig. 2.50) se propage du plan P, au plan ?, 
en traversant sur son chemin une 
lentille de distance focale f; a, 
est la distance du plan P, à la len- 
tille, d, la distince de la lentille 
au plan P:. D'abord, le faisceau 
subit une transformation dans 
l’espace libre compris entre le plan 
P, et la lentille; suivant (2.8.7) 
on a 


Fig. 2.50 


f2: = Gi + du (2.8.9) 
Puis, le faisceau se transforme dans la lentille; suivant (2.8.8) on a 


1/qs = (1/2) — (1/f) 
ou 


_ Ua 
3 — — qalf +1 . (2.8.10) 


Enfin, le faisceau est transformé dans l’espace libre s'étendant de 
la lentille au plan P,; suivant (2.8.7) on a 


Qu = 3 + de. (2.8.11) 


En réunissant les relations (2.8.9) à (2.8.11), on obtient la règle 
suivante régissant la transformation du faisceau se propageant du 


plan P, (paramètre du faisceau g,) au plan P, (paramètre du fais- 
ceau q,): 


LL. Gi + di _ (1— d2/f) qi + (da + de — dido/f) 
ÉORN Eu 77) rat 27 (—1/f)a+(4{—di/f) (2.8.12) 


Loi d’ABCD régissant la transformation des faisceaux gaussiens 
dans des systèmes à lentilles. — Toute transformation du faisceau 
gaussien dans un système à lentilles peut être représentée sous la 
forme 


|ge = (Ag + B)/(Cq + D)|, (2.8.13) 


où g, et g. sont les paramètres initial et final du faisceau respecti- 
vement. La matrice Ê 5) décrit le système qui assure la transfor- 
mation considérée du faisceau. 
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C'est ainsi qu'à la transformation du faisceau dans l’espace libre 
d’étendue d correspond la matrice (cf. (2.8.7) et (2.8.13)) 


M (d) = ( : (2.8.14) 


À la transformation du faisceau dans la lentille de distance focale f 
répond la matrice (cf. (2.8.10) et (2.8.13)) 


1 0 
M (f) = AJ 1) : (2.8.15) 
A la transformation du faisceau dans le système à lentille représen- 
té sur la fig. 2.50 répond la matrice (cf. (2.8.12) et (2.8.13)) 


a à ru 
.  (2.8.16) 


Si la transformation du faisceau gaussien est le résultat de plu- 
sieurs transformations successives, la matrice de transformation résul- 
tante est le produit des matrices des transformations partielles, les 
matrices étant écrites dans l’ordre inverse de celui dans lequel ont 
été effectuées ces transformations. Il est aisé de s'assurer par exem- 


ple que A d 4 O\/14d 
mea ( À)( 24 1)(0 1) 


— M (d,) M (f) M (à). (2.8.17) 


La loi d'ABCD définie par la relation (2.8.13) permet de trouver 
facilement la règle de transformation du faisceau gaussien dans un 
système à lentilles quelconque. La matrice ABCD de transforma- 
tion correspondante est le produit des matrices du type (2.8.14) et 
(2.8.15) écrites dans un ordre déterminé. Etant donné l’analogie 
entre les guides d'ondes à lentilles et les résonateurs ouverts, on 
peut étendre la loi d'ABCD également aux résonateurs à condition 
que leurs faisceaux lumineux soient gaussiens. La matrice qui décrit 
la transformation du faisceau gaussien en cas de sa réflexion sur un 
miroir sphérique de rayon de courbure r est de la forme 


1 0 
M (r) (+ 1) ’ (2.8.18) 


qui découle de façon formelle de (2.8.15) si f = r/2. 

En comparant les résultats obtenus au cours du présent para- 
graphe et les résultats obtenus au $ 2.4 lors de l'étude des transfor- 
mations du rayon lumineux, il n’est pas difficile de constater une 


: Î Î 
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analogie intéressante entre l'optique des faisceaux gaussiens et 
l'optique géométrique. Le fait est que la matrice ABCD utilisée 
dans la loi d’A BCD pour les faisceaux gaussiens et décrivant un cer- 
tain système optique coïncide avec la matrice de passage du rayon 
lumineux décrivant le même système. Cette matrice s'exprime par 
le produit des matrices « élémentaires » (pour l’espace libre, la len- 
tille, le miroir sphérique) écrites dans un ordre déterminé et affec- 
tant la même forme tant dans l’optique géométrique que dans celle 
des faisceaux gaussiens (). La matrice A BCD peut s’obtenir en con- 


A B 
D 
____ AgtB 
Ds 
(O7, À + D 
Rayons lumineux Falsceauz jaussiens 
Fige 2.91 


sidérant le comportement des rayons lumineux dans un système opti- 
que pour être appliquée ensuite aux faisceaux gaussiens. Les matrices 
de passage du rayon rassemblées dans le Tableau 2.4 seront utili- 
sées pour l'étude des faisceaux gaussiens. 

D'ailleurs, l’analogie entre l’optique géométrique et l'optique 
des faisceaux gaussiens ne doit pas être exagérée. Cette analogie 
n'existe que lorsqu'il s’agit de la forme de la matrice ABCD pour 
le système optique considéré. Quant au caractère de la transformation 
réalisée suivant la matrice A BCD, il est différent pour le rayon lu- 
mineux et le faisceau gaussien. La transformation du rayon lumi- 
neux se décrit par l’expression (2.4.16), alors que le faisceau gaussien 
se transforme suivant la loi d'A BCD définie par l'expression (2.8.13) ; 
v. fig. 2.51. 

Indiquons pour terminer que la loi d'A BCD est également appli- 
cable à l'étude de la propagation du faisceau gaussien dans un mi- 
lieu dont l'indice de réfraction varie suivant une loi quadratique 
dans la direction perpendiculaire à l’axe optique 


n (x, y) — fNg —— De (x° u y°)/2. (2.8.19) 
(1) Comparer (2.8.14) ct (2.4.18), (2.8.15), et (2.4.20), (2.8.18) et (2.4.26). 
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Pour des milieux à indice de réfraction variant suivant une loi 
quelconque (non quadratique) la loi d'ABCD n'est pas applicable. 
Cette loi n'est pas non plus applicable lorsqu'il est nécessaire de te- 
nir compte de l’aberration des lentilles. Dans tous ces cas, le faisceau 
lumineux cesse d'être gaussien par 


suite des transformations subies [7]. ps D pi do is 
Transformation du faisceau gaus- Me CE 5e 


sien dans un milieu quadratique. 
— Un milieu est dit quadratique 
si son indice de réfraction varie 
suivant la loi (2.8.19) (). L'ap- 
plicabilité de la loi d'ABCD aux 
milieux quadratiques tient à ce que Fig. 2.52 

de pareils milieux peuvent être 

considérés comme étant constitués d’un grand nombre de lentilles 
disposées successivement, l’une tout contre l’autre (*. 

Comparons une lentille et une mince couche plane parallèle de 
milieu quadratique (fig. 2.52). L’épaisseur d, de la couche est prise 
égale à l'épaisseur maximale de la lentille. L'indice de réfraction de 
la lentille est nr; l'indice de réfraction de la couche se décrit par 
l'expression (2.8.19): 


n (s) = no — n:s°/2, 


où s° = 2° + y°. Comparons les déphasages qui apparaissent lors de 
la propagation de la lumière du plan P, au plan P;, à une distance s 
de l’axe optique dans le cas de la lentille et de la couche de milieu 
quadratique (fig. 2.52). Le déphasage cherché est égal à 


Pc (S) = n (s) d, = ee Rodo —+ nd). (2.8.20) 
pour la couche et à 
27 21 
m(s)= +20 d(s) + + [do —d(s)] (2.8.24) 


pour la lentille. Puisque d, — ds) = 2 (r — V r° — s°) & s°/r (ici, 
r est le ravon de courbure de la lentille, s € r), le résultat (2.8.21) 
peut être mis sous la forme 


25 2: s2 
ps) = node — = (r9 — 1) + 


() Un exemple de tel milieu est fourni par la fibre optique à gradient radial 
d'indice de réfraction correspondant. Un milieu quadratique peut également 
se former par suite d'un gradient radial de temperature dans l'élément actif 
qui prend naissance lors de l'absorption d’un rayonnement de pompage (effet 

e lentille thermique). 

(*) La propagation de la lumière dans un milieu quadratique est semblable 

à sa propagation dans un guide d’ondes à lentilles [36, 7]. 
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ou encore, en tenant compte que 1/f = (ne — 1) 2/r (f étant la dis- 
tance focale de la lentille), sous la forme 


2 
@i (s) = Ro — + (2.8.22) 


En comparant (2.8.22) et (2.8.20), nous concluons qu’une mince 
couche de milieu quadratique d'épaisseur d, fait varier la phase du 


faisceau lumineux qui la traverse exactement de la même façon qu’une 
lentille mince de distance focale 


Î — 1 /nodp. (2.8.23) 


La matrice À BCD de transformation du faisceau traversant un mi- 
Jieu quadratique d’étendue d est de la forme [15] 


2 1; ne 
cos ( . d) rs sin ( . à) .… 


—V nn, sin (= d) cos ("= à) 


Jl est facile de voir que lorsque #, —+ 0, la matrice (2.8.24) se trans- 


forme en matrice (0 ) indiquée dans le Tableau 2.4. Si, dans 


(2.8.24), on fait tendre d vers zéro et on tient compte de ce que sui- 

vant (2.8.23)l’élément C de la matrice tendra dans ce cas vers —1/f (pour 
ne ARE 

des valeurs suffisamment petites de don a—V nn, sin (V me) d = 

& — nd), on obtient la matrice (2.8.15) qui décrit la transformation 

du faisceau dans une lentille mince. 

Adaptation des faisceaux gaussiens. — Le problème de l'adaptation 
des faisceaux gaussiens peut trouver diverses applications pratiques. 
Par exemple, le faisceau gaussien sortant d’un laser peut être intro- 
duit dans un guide d'ondes à lentilles, dans un autre laser (pour son 
pompage), dans le résonateur d’un oscillateur paramétrique optique, 
etc. Dans tous ces cas, le faisceau gaussien sortant d'un résonateur 
doit être introduit dans un autre résonateur. Il importe qu'au cours 
d’une telle introduction le faisceau initial soit convenablement 
transformé, ou, comme on le dit, adapté au résonateur-récepteur. 
À cet effet, on place en un point déterminé, entre les premier et se- 
cond résonateurs, une lentille appropriée (lentille d'adaptation). 

Un montage type utilisé pour l’adaptation est schématisé sur la 
fig. 2.53. On distingue ici: Z, le premier résonateur; 2, le second 
résonateur; 3, la lentille d'adaptation (distance focale f); À et B, 
les points des faisceaux gaussiens primaire et secondaire, en lesquels 
les fronts d'onde des faisceaux sont plans (points d’étranglement des 
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faisceaux). Les rayons des faisceaux aux points À et B seront dé- 
signés respectivement par P10 et P20; les distances de la lentille 
d'adaptation aux points À et B seront désignées respectivement par 
d, et d.. Le problème de l’adaptation des faisceaux peut être posé 
de la façon suivante: connaissant 0,0, P20 et f, il s’agit de trouver 
d, et d.. En résolvant ce problème, on cherche à déterminer la dis- 
tance séparant les centres des résonateurs à adapter et l'endroit 
d'emplacement de la lentille d'adaptation (). 


Fig. 2.53 


Considérons des plans de référence P, (le paramètre du faisceau 
1) et P, (le paramètre du faisceau g.); v. fig. 2.53. Ces plans coiïn- 
cident avec les plans d étranglement des faisceaux; par suite, les 
paramètres g, et g. doivent être imaginaires purs (puisque 1/2?, = 0 
et 1/R, = 0). Dès lors la relation (2.8.1) permet d'écrire 


Q1 = — inpi/À == — iQ; ; Qo = — inpa/À — — iQ. (2.8.25) 


Appliquons la loi d'ABCD : gs = (Ag; + B}/(Cq; + D) ou encore 

Ag + B = Cg1g: + Dg:. En y portant (2.8.25), on obtient —i4Q, - 
CQ:Q:+ B=0; | 
AQ, — DO, = 0. 


Puis utilisons la forme concrète de la matrice ABCD pour la trans- 
formation du faisceau sur le trajet de P, à P.. C’est la matrice 
(2.8.16). En faisant usage de (2.8.16), mettons le système d'équations 
(2.8.26) sous la forme 


(— Q:1Q2/f) + (di + de — didalf) = 0; | 
(1— daff) Q —(1— diff) Q2= 0. 


() La résolution de ce problème exige que l’on connaisse également les 
distances des miroirs des résonateurs aux points d’étranglement des faisceaux. 
Cette question sera discutée au $ 2.9. 


(2.8.26) 


(2.8.27) 
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Ce système d'équations (considéré par rapport aux inconnues d, et 
d.) a deux solutions. La première est 


d=f+y By FF. (2.8.28a) 


La deuxième solution est 
=f-)/ LVF-E;: 
=) 74 a VAE. (2.8.28b) 


Ici, fo = (x/À) P10P20 est une longueur dite caractéristique. Pour l’a- 
daptation il est nécessaire que soit réalisée l’inégalité 


f > fo- (2.8.29) 


L'inégalité (2.8.29) impose une restriction au choix de la lentille 
d'adaptation. 


Compte tenu de (2.8.25), récrivons (2.8.28) sous la forme 


d, =f+£e Pio VF ff; d=— Free FES VF HE (2.8.30a) 
= ° “ts e VF fe 2: d,=— Le Vr (2.8.30b) 


$ 2.9. FAISCEAUX GAUSSIENS 
DANS LES RÉSONATEURS STABLES 


Autoreproduction du faisceau gaussien en cas de sa réflexion sur 
un miroir sphérique. — La fig. 2.54, a représente un faisceau gaus- 
sien se propageant à partir de plan d'étranglement P, dans le sens 
positif de l’axe z; les lignes en traits pleins à flèches y désignent les 
rayons lumineux, les lignes en traits interrompus, les sections des 
surfaces équiphases (rappelons qu'en tout point le rayon lumineux 
est perpendiculaire à la surface équiphase). Le rayon du faisceau dans 
le plan d'étranglement (rayon o,) est supposé donné. 

En faisant appel à un miroir sphérique concave d'ouverture suf- 
fisamment grande, on peut réfléchir le faisceau lumineux en arrière 
de manière qu'il reproduise lui-même (se réfléchisse en lui-même). 
A cet effet. il est nécessaire que chaque rayon lumineux du faisceau 
rencontre la surface réfléchissante du miroir sous un angle droit ; en 
d’autres termes, il faut que la surface du miroir coïncide avec une 
des surfaces équiphases du faisceau (fig. 2.54, b). 
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Supposons que le miroir soit placé à une distance d, du plan d’é- 
tranglement P,. Suivant (2.7.14) le rayon de courbure de la surface 
équiphase pour z = d, est égal à 


R (d:) = de [1 + (nxo</àd,)°1. 
C'est exactement cette valeur que doit avoir le rayon de courbure r; 


du miroir pour que le faisceau lumineux se reproduise à la réflexion. 
Ainsi, 


Te = de [1 + (npi:Ad.)*]. (2.9.1) 
Récrivons la relation (2.9.1) sous la forme 
— (À/x)° ds (ra — d:) (2.9.2) 
(c’est la relation (2.7.17) pour : = d, et R = r:). 


En examinant la propagation du faisceau gaussien à partir du 
plan d'étranglement P, non seulement dans le sens positif, mais 
également dans le sens négatif de 
l’axe =, prévoyons sur l'axe du 
faisceau encore un miroir concave, 
en le plaçant à une distance d, 
à gauche du plan P,. Pour que le 
faisceau se reproduise lors de la 
réflexion sur ce dernier miroir, exi- 
geons que soit satisfaite la rela- 
tion analogue à (2.9.2): 


= (Un)® di (r1 — di), (2.9.3) 


où r. est le rayon de courbure du 
miroir. Maintenant le faisceau lu- 
mineux est «enfermé» de deux 
côtés et de telle sorte qu’à chacune | 
des réflexions (tant à droite qu’à gauche) il reproduise lui-même 
(fig. 2.54, c). Ceci signifie que le faisceau gaussien considéré est un 
des modes du résonateur constitué de miroirs dont Jes rayons de cour- 
bure satisfont aux relations (2.9.2) et (2.9.3). 
__ Faisceau gaussien dans un résonateur (cas de grandes ouvertures). 
— En développant les raisonnements ci-dessus, nous partions d’un 
certain faisceau gaussien donné, de rayon o, bien déterminé, pour 
lequel (pour deux points choisis sur son axe) il s'agissait de choisir 
des miroirs assurant la réflexion de ce faisceau en lui-même. Or, en 
réalité, ce sont les miroirs et non le faisceau qui représentent le fac- 
teur primaire; ce sont précisément les miroirs qui forment un fais- 
ceau gaussien se reproduisant à chaque réflexion. 

Considérons un résonateur de longueur Z constitué de-deux mi- 
roirs de rayons de courbure r, (miroir de gauche) et r. (miroir de 


11—1345 


462 FORMATION DU CHAMP DE RAYONNEMENT DANS UNE CAVITÉ LASER [Ch. 2 


droite) et d'ouvertures suffisamment grandes. Désignons par d, et 
d, les distances du plan d’étranglement du faisceau formé dans ce 
résonateur aux miroirs de gauche et de droite respectivement 
(fig. 2.54, c). En tenant compte de (2.9.2) et (2.9.3), écrivons par la 
détermination de d, et d, le système d'équations suivant: 


d; (rs — d) = de (re — da); d; + de = L. (2.9.4) 
Eliminons d, par exemple, il vient 
d\frs +re—2L) = L(r: — L). (2.9.5) 


Nous supposerons que 4) 


Titre —2L #0. (2.9.6} 
Alors l'équation (2.9.5) donne 
[d=L (re L{ri+re—21) |. (2.9.7a) 


En procédant de la même façon que pour d,, on obtient 


d,= L (r;—L)/(r;+re—2L){ (2.9.7b) 


En introduisant (2.9.7a) dans (2.9.3), on déduit l'expression 
permettant de déterminer le rayon du faisceau dans le plan de son 
étranglement : 


à \2 Lin L) (re L) (ribr= L) 
per) GE (98) 


. Pour déterminer le rayon du faisceau sur les miroirs du résona- 
teur (p, pour le miroir de gauche et p, pour celui de droite), usons 
de la relation (2.7.18) qui prend dans ce cas la forme suivante: 


plos = (4/x)° ridi pour i = 1, 2. (2.9.9} 


En se servant de l'expression (2.9.8), on trouve 


__ àr L (ra — L) 
pi = 3 V Mr.) | 
__àr L (r, — L) 
Pi T VF rs 0)" (2-9.10) 


Si le résonateur considéré est symétrique (r, = r: = r), on à 
L À \2 
d=d=r; p=(s) L(2r—Lj; 


Lu L 


pi= pi= —- (2.9.11) 


(:) Le cas où r1 + re — 2L = 0 sera examiné séparément un peu plus tard. 
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Récrivons le résultat obtenu pour ff en utilisant le paramètre g 
(g = 1 — L/r). Ainsi, dans un résonateur symétrique 


pi = (AL/2n)® (1 + 8) A — &). (2.9.12) 


La relation (2.9.12) montre que le paramètre g doit satisfaire à la 
condition —1 << g << À car la quantité p n'est positive que pour 
ces valeurs de g (fig. 2.55). Il est facile de voir que p, croit (pour 
une longueur donnée du résonateur) lors- y 
que le paramètre g augmente, c'est-à- — 
dire lorsque le rayon de courbure des 
miroirs augmente. 

La question que nous abordons main- 
tenant est: quels sont les résonateurs 
dans lesquels peut se former un fais- 
ceau gaussien ? L'exemple de résona- =---—-- 
teurs symétriques montre que les réso- | 
nateurs instables (g > 1 ou g<< —1) ne | 
forment pas de faisceaux gaussiens. Les vd 
faisceaux gaussiens ne sont pas réalisés 
non plus dans des résonateurs fonctionnant Fig. 2.55 
sur les frontières de la zone de stabilité : 
dans un résonateur à miroirs plans et parallèles (g = 1) et dans un 
résonateur concentrique (g = —1). L'impossibilité de reproduction 
du faisceau gaussien dans ces résonateurs est évidente du point de 
vue physique}. 

En revenant au cas général des résonateurs asymétriques, nous 
partirons des relations de base (2.9.2) et (2.9.3). Pour qu’un fais- 
ceau gaussien se reproduisant existe dans un résonateur, il est né- 
cessaire que les seconds membres de ces relations soient positifs, 
c'est-a-dire que soient vérifiées les inégalités 


di—d)>0, (L—d)(rr—-L+d)>0. (2.9.13) 


En introduisant (2.9.7a) dans n'importe laquelle des inégalités 
(2.9.13), on obtient 


(m2) (r-L) (rntre- L) 
LEE 0 


Ainsi, il est nécessaire d'assurer l’inégalité 
M—L)(f2—-L)(fM+r:—L)>0. (2.9.14) 


En passant aux paramètres g, et g., récrivons cette inégalité sous 
la forme 


B182 (1 — 8182) > 0. 


(@) 11 s’agit des résonateurs « vides ». Dans un résonateur à miroirs plans 
et parallèles à lentille interne, le faisceau gaussien se réalise. 


11* 
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On en déduit 
DL gige LA]. (2.9.19) 


Les inégalités (2.9.15) peuvent être considérées comme une condition 
nécessaire d'existence d'un faisceau gaussien se reproduisant dans 
le résonateur. 

En comparant la condition (2.9.15) et la condition de stabilité 
des résonateurs (2.4.14). nous concluons que dans les résonateurs 
instables les faisceaux gaussiens 
ne se réalisent pas. En outre, ils 
ne se réalisent pas non plus dans 
des résonateurs fonctionnant à la 
limite de la zone de stabilité (lors- 
que fige — 1 ou gige — 0). Une 
exception (et tres importante!) 
doit être faite pour le résonateur 
confocal (g, = O, gs = 0). 

Remarques liées à la prise en 
compte de l'ouverture des miroirs. 
— Dans ce qui précède les ouver- 
tures des miroirs du résonateur 
étaient supposées suffisamment gran- 
des 


(W — aa AL) > 1. 


Dans ce cas, la frontière entre la 
zone de stabilité et la zone d'in- 
stabilité des résonateurs est physi- 
quement bien précise: le passage 
Fig. 2.56 des résonateurs instables aux réso- 

| | nateurs stables donne lieu à une 
brusque diminution des pertes par diffraction. Ici, cette frontière 
sépare assez nettement les résonateurs à faisceaux gaussiens et ceux à fais- 
ceaux non gaussiens. | 
Lorsque l’ouverture des miroirs diminue, le nombre de Fresnel 
diminue lui aussi. Il en résulte une diminution progressive de la 
différence entre les pertes par diffraction dans les résonateurs sta- 
bles et instables fonctionnant au voisinage de la frontière de la zone 
de stabilité. En même temps, la frontière entre les résonateurs à 
faisceaux gaussiens et les résonateurs à faisceaux non gaussiens de- 
vient de plus en plus « floue ». Ceci signifie qu’avec la diminution 
du nombre de Fresnel le domaine des « résonateurs non gaussiens » 
devient plus large que le domaine correspondant aux résonateurs 


(:) Le résonateur confocal exige une étude spéciale parce que pour lui la 
condition (2.9.6) n’est pas satisfaite, 
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instables. La description du champ dans les résonateurs devient de 
plus en plus grossièrement approchée ou même tout à fait incorrecte. 

Dans de telles conditions. la structure du champ dans le résona- 
teur ne peut être mise en évidence que par suite de la résolution 
numérique des équations intégrales correspondantes sur la base de la 
méthode itérative de Fox-Li (v. $ 2.6). La méthode de Fox-Li per- 
met de calculer le champ dans le résonateur quelles que soient les 
valeurs des paramètres W, G,, G. 

La fig. 2.56 montre les répartitions du champ sur la surface d'un 
miroir à ouverture circulaire obtenues par la méthode itérative pour 
des résonateurs symétriques (r, = re, 4) — @2) à différentes valeurs 
du paramètre g — 1 — L/r [15]. Les répartitions du champ sont 
calculées pour le mode fondamental avec des ouvertures relative- 
ment petites des miroirs: pour Ÿ — 1. Les courbes de la fig. 2.56 
représentent pour différentes valeurs du paramètre g les variations 
du module de l'amplitude du champ | u | (fig. 2.56.a) et de la phase 
® du champ (fig. 2.56,b) en fonction du rapport de la distance au 
centre du miroir au rayon de son ouverture (ce rapport est désigné 
par v). Le paramètre g varie de zéro (résonateur confocal) à l'unité 
(résonateur à miroirs plans et parallèles) et même un peu plus loin 
dans le domaine des résonateurs instables à miroirs convexes (U< 
< 8 < 1,2). 

Les courbes représentées sur la figure montrent que pour V — 
il n’y a pas de brusque variation dans la répartition d'amplitude 
du champ Jorsqu'on passe des résonateurs stables aux résonateurs 
instables ; par conséquent, il n’y a pas de brusque variation de la 
valeur des pertes par diffraction. Pour un résonateur confocal (g 
= 0). la répartition | u (v) | se décrit assez bien par la fonction de 
Gauss, alors que la phase du champ est pratiquement constante sur 
la surface du miroir. Ceci signifie que le résonateur confocal forme 
un faisceau gaussien même pour Ÿ = 1. Au fur et à mesure que le 
paramètre g augmente, la répartition | u (v) | s'éloigne de plus en 
plus de la fonction de Gauss et la phase du champ sur la surface du 
miroir varie de plus en plus fortement. Le modèle du faisceau gaus- 
sien devient pratiquement inapplicable même dans les limites de la 
zone de stabilité. 

Notons également que les courbes de Ia fig. 2.56,a illustrent la 
remarque faite précédemment : les pertes par diffraction se déter- 
minent non seulement par le nombre de Fresnel mais également par 
d’autres paramètres du résonateur. Pour une même valeur du nom- 
bre de Fresnel (N = 1), les pertes par diffraction accusent une aug- 
mentation considérable lorsque le paramètre g augmente. Le réso- 
nateur confocal se caractérise par des pertes par diffraction minima- 
les A, 


(1) Si.le paramètre g change de signe, les allures des fonctions | u (v) | con- 
sidérées pour | g | seront les mêmes que sur la fig. 2.56, a. 
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De ce qui précède nous pouvons conclure que la condition (2.9.15) 
est dans le cas général nécessaire mais non suffisante pour la forma- 
tion d'un faisceau gaussien dans un résonateur. Pour la formation 
d’un faisceau gaussien il est nécessaire que les pertes par diffraction 
soient petites. Par conséquent, le domaine des « résonateurs gaus- 
siens » ne coïincidera pratiquement avec la zone de stabilité des ré- 
sonateurs que pour des nombres de Fresnel suffisamment grands 
(pour de fortes ouvertures des miroirs). De ce fait la condition (2.9.15) 
est à préciser : 


O<em<i Not. (2.9.15a) 


Si l'inégalité N © 1 n'est pas satisfaite, le domaine des « résona- 
teurs gaussiens » sera plus petit que le domaine déterminé par les iné- 
galités O0 << g,g2 << 1. Ici, il n’existe plus de critères plus ou moins 
déterminés. On peut affirmer seulement qu'au fur et à mesure que le 
nombre de Fresnel diminue (avec la diminution de l'ouverture des 
miroirs) le domaine des « résonateurs gaussiens » tend de plus en 
plus vers le point g, = 0, g, = 0 correspondant à un résonateur 
confocal. Pour des nombres de Fresnel suffisamment petits 
les faisceaux gaussiens ne se forment pas même dans le résonateur 
confocal. 

Déphasage pour un faisceau gaussien et spectre de fréquences de 
résonance. — Comme il a été indiqué au $ 2.2, pour déterminer le 
spectre de fréquences d'un résonateur, il convient de profiter du fait 
que le déphasage subi par le rayonnement au cours d'une traversée 
du résonateur doit être multiple de x; le déphasage est à considérer 
dans ce cas sur l’axe optique du résonateur. Si le faisceau lumineux 
produit dans le résonateur est un faisceau gaussien, le spectre de 
fréquences de résonance peut être déterminé à l’aide de la relation 
(2.7.34). Suivant (2.7.34) le déphasage pour le mn-ième mode du 
faisceau gaussien se propageant du plan d étranglement (2 = 0) à 
un certain plan de référence z = z, est égal à (pour z = y = 0): 


mn (21) = (2T/À) à — (m — n + 1) arctg (ZA/npi).  (2.9.16) 


Le déphasage du mn-ième mode au cours d’un seul trajet à tra- 
vers le résonateur représenté sur la fig. 2.54,c, par exemple du miroir 
de gauche au miroir de droite, est égal à mn (de) — Pmn (—d1). 
Il doit être multiple de x: 


Pmn (de) — Emn (—d) = Ag. (2.9.17)( 


(!) Ici, 4 est un entier positif (indice longitudinal de mode) qu'il convient 
de ne pas ‘conlondre avec le paramètre complexe du fai:ceau gaussien. 
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En utilisant (2.9.16), récrivons (2.9.17) sous la forme 


2 (d,+ d)—(m+n+1) [arcte (6) +arcte (44) | = 9. 


(2.9.18) 
En faisant usage de (2.9.9), écrivons 
Milnps = spi/hr; pour i = 1,2. 
En y portant le résultat (2.9.10), on obtient 


Ad, _ L(r:—L) . Ad 
FPS Ve Citre—L)" pi 
_ L (r, — L) 
Va trrn- Se 


Puis, transformons la somme des arctangentes figurant dans (2.9.18) 
suivant la formule 


(1 —aB)° Fe 
1+ a+ p°+ ap? ° 

En utilisant cette formule et en tenant compte de (2.9.19), mettons 
la relation (2.9.18) sous la forme suivante: 


LD (m+n+ 1) arccos J/ (1—5) (1-4) = 70. 


1 le 


arcte à + arctg f = arccos ( 


Ainsi, 

27 ; APRES 

+ L—(m+n+ 1) arccos V/ g,8> = x. (2.9.20) 
En se servant de (2.2.10), on obtient pour les fréquences de réso- 
nance du mn-ième mode du faisceau gaussien l'expression suivante: 


.  (2.9.21) 


Omna= | g+(m+n+1) HarccosV rie | 


Application de la loi d’ ABCD à l'étude du champ dans un réso- 
nateur.— Désisnons par g le paramètre d’un faisceau gaussien 
sur un certain plan de référence P choisi à l’intérieur du résonateur. 
Supposons que la transformation subie par le faisceau se propageant 
du miroir de gauche du résonateur (rayon de courbure du miroir r;) 
au plan P se décrit par la matrice 4,B,C;,D,, alors que sa transfor- 
mation sur le trajet du plan P au miroir de droite (rayon de courbure 
r.) se décrit par la matrice 4,B;C3Dà (fig. 2.57). Effectuons, par la 
pensée, une double traversée du résonateur : du plan P au miroir de 
gauche et plus loin, comme il est indiqué par les flèches sur la fi- 
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gure. La matrice ABCD d’un tel trajet peut être représentée par 
le produit 


€ o)-(@ 2)(-2 1)(c >)(@ D) 
= 2 X 
C D Co D, nn: 1 Co D, C, D, 
1 O\ 14 B 
> 1 { 
(2192) si 
1 


En appliquant la loi d'ABCD pour les faisceaux gaussiens (2.8.13), 
on trouve le paramètre g” du fais- 
ceau obtenu par suite de la double 
traversée du résonateur : 


g = (4q + B)/(Cq + D). (2.9.23) 
Puisque la structure du faisceau 
ayant effectué une double traversée 
du résonateur doit se reproduire, 
P1 on a 

on 
Fire q = q. (2.9.24) 


En introduisant (2.9.24) dans (2.9.23), on obtient l’équation per- 
mettant de déterminer le paramètre q du faisceau dans le plan de 


référence choisi P 
| ga=(4g+B)/(Ca-- D) ê (2.9.25) 


Le paramètre q étant complexe, l'équation (2.9.25) est équiva- 
lente au système de deux équations permettant de trouver, dans 
la section droite choisie du résonateur, le rayon du faisceau lumi- 
neux et le rayon de courbure de son front d’onde. Posons 


1/q = g + ih, (2.9.26) 


où, suivant (2.7.19), 
g=1UR; hk = NMno*. (2.9.27) 
En introduisant (2.9.26) dans (2.9.25), on obtient 
(S—hR)B—g(D—A)—-C+ih[2gB — (D — A)] = 0. 
Ainsi, 


(g?—k?) B—g(D—4)—C=0; | (2.9.28) 


2gB—(D—A)= 0. 
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En tenant compte que AD — BC = 1, mettons la solution du 
système d'équations (2.9.28) sous la forme 


= 4; k PÉTER <) 


Compte tenu de (2.9.27), on obtient finalement 


[i-(<) TT) 9.29) 


Au $ 2.4 nous avons obtenu une matrice ABCD pour la double 
traversée d’un résonateur « vide » à partir d’un plan de référence- 
arbitrairement choisi (2.4.28). En se servant de cette matrice, on 
peut obtenir facilement les relations (2.9.7) qui définissent la posi- 
tion du plan d’étranglement à l’intérieur du résonateur. 

Choisissons le plan d'étranglement du faisceau comme plan de 
référence à partir duquel sera effectuée la traversée du résonateur. 
Vu que dans ce plan 1/R = (, la matrice de double traversée doit, 
en vertu de. (2.9.29), posséder la propriété 


A = D. (2.9.30} 


En utilisant le résultat (2.4.28), récrivons (2.9.50) sous la forme. 
(en remplaçant d par d)) 


1+ (1 a) (2L— d) + (L-d) = 


Il est aisé de s'assurer que cette égalité est équivalente à la rela- 
tion (2.9.5). 

Indétermination de la caustique d’un résonateur confocal à 
ouvertures illimitées des miroirs. — Suivant (2.9.5) la position du 
plan d’étranglement du faisceau gaussien formé dans un certain 
résonateur est firée par la « géométrie longitudinale » du résonateur 
(c’est-à-dire par les paramètres r,, r,. L). Si le résonateur est sy- 
métrique (r,; = r:), la position du plan d’étranglement est fixée 
au milieu du résonateur (d, = Z/2); à un résonateur symétrique- 
correspond une caustique également symétrique. 

Ce qui vient d’être dit est valable pour tous les résonateurs for- 
mant un faisceau gaussien à une exception près. Cette exception 
est faite pour un résonateur confocal (r, = r, — L). Une des pro- 
priétés les plus intéressantes de ce résonateur est que la position du 
plan d’étranglement du faisceau et donc la forme de la caustique 
ne sont pas fixées par la « géométrie longitudinale » du résonateur 
(v. par exemple (37). 


470 FORMATION DU CHAMP DE RAYONNEMENT DANS UNE CAVITÉ LASER [Cb. 2 


En effet, pour r, = r, = L, la relation (2.9.5) devient d,-0 = 
— L.-0. La quantité d, peut donc prendre une valeur arbitraire 
comprise dans l'intervalle O<< d,<< ZL. Cet intervalle est défini 
par la relation (2.9.3) qui prend, dans le cas d’un résonateur confocal 
de longueur Z, la forme suivante: 


pà = (A/n)° d, (L — d:). (2.9.31) 


Si les ouvertures des miroirs d’un résonateur confocal sont infi- 
niment grandes il n'existe aucun facteur capable de fixer la causti- 
que. Dans un tel résonateur, la caustique se trouve indéterminée. 
Elle peut être aussi bien symétrique que dans une certaine mesure 
asymétrique par rapport aux miroirs. 

La variation de la forme de la caustique s'accompagne de celle 
du rayon du faisceau dans le plan d’étranglement (du rayon p)). 


NL 
LA 
2a° 


(u L/2 L 


Fig. 2.58 Fig. 2.59 


La relation (2.9.31) montre que la valeur du rayon p, est maximale 
.dans le cas de la caustique symétrique (pour d, = L/2): 


Po max = V AL/2x . (2.9.32) 


Si on fait tendre d, vers zéro ou vers L, le rayon p, diminuera en 
s’approchant de zéro (fig. 2.58). 

Quelle que soit la forme de la caustique, le produit des rayons 
.des faisceaux sur les miroirs reste constant. On peut s’en assurer 
facilement à l'aide de la relation (2.7.18). Désignons par p, et p: 
les rayons du faisceau sur les miroirs de gauche et de droite respecti- 
vement. D'après (2.7.18) on a 


pi = (1'p5) (Aa)? Ldy;, pi (1/p5) X 
X (An)? L(L—d,). (2.9.33) 


En tenant compte de (2.9.31), on en tire 
Die = ÀL/n. (2.9.34) 
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La fig. 2.59 représente à titre d'exemple deux caustiques d’un 
résonateur confocal à ouvertures infinies des miroirs: symétrique 
et asymétrique. 

Résonateur confocal à ouvertures finies des miroirs. — Passons 
du résonateur confocal, purement spéculatif, à ouvertures infinies 
des miroirs, à un résonateur confocal réel dont les ouvertures sont a, 
(pour le miroir de gauche) et a, (pour le miroir de droite). Ayant une 
forme indépendante de sa « géométrie longitudinale », la caustique 
d'un résonateur confocal se trouve capable de s'adapter à la « géo- 
métrie transversale » déterminée par le rapport des ouvertures des 
miroirs. À la différence des autres résonateurs, la forme de la causti- 
que d’un résonateur confocal et en particulier la position du plan 
d’étranglement du faisceau sont fixées justement par les ouvertures 
des miroirs. 

Supposons que les ouvertures des miroirs du résonateur soient 
identiques (de rayon a). Dans ce cas la caustique fixée sera symétri- 
que parce que c’est elle qui correspond au minimum de pertes par 
diffraction. La caustique d’un résonateur confocal symétrique se 
caractérise par les paramètres suivants : 


d, = L/2; Po = V AL/2x ;: p=VALn, (2.9.35) 


où p est le rayon du faisceau sur les miroirs. 

Envisageons maintenant un autre résonateur confocal de même 
longueur que le premier mais avec des ouvertures différentes des 
miroirs: a, — a/2, a, — 2a. Les deux résonateurs considérés ont 
un même produit des ouvertures des miroirs: a,a, = a*. Ils sont 
donc équivalents l’un à l’autre et se caractérisent en particulier par 
des pertes par diffraction égales. Cette conclusion résulte de la 
condition d'équivalence des résonateurs confocaux (2.6.43) obtenue 
au $ 2.6. 

On sait que c’est le rapport du rayon du faisceau lumineux sur 
le miroir au rayon de l'ouverture du miroir qui sert de mesure des 
pertes par diffraction. Le fait que les pertes par diffraction d’un 
résonateur confocal restent inchangées lorsque l’ouverture d'un des 
miroirs diminue de deux fois alors que l’ouverture de l’autre miroir 
augmente en même temps de deux fois, signifie que les rayons du 
faisceau sur les miroirs subissent des variations correspondantes 


Pi = 0/2; Pe = 2p (2.9.36) 


{signalcas que d’après (2.9.34) p,p, = p*). En tenant compte de 
(2.9.35), récrivons (2.9.36) sous la forme 


Di, = V'AL'a/2; Do = 2 V'AL'x É (2.9.37) 


Ainsi, la constance de la valeur des pertes par diffraction dans un 
résonateur confocal malgré la variation du rapport des ouvertures 
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des miroirs (à valeur constante du produit a;,a.) s'explique par une 
variation correspondante de la forme de la caustique, par l’adapta- 
tion de cette dernière à de nouvelles ouvertures. 

En utilisant (2.9.37), cherchons la distance d, du miroir de 
gauche au plan d’étranglement. Introduisons (2.9.37) dans (2.9.33) 
et tenons compte de (2.9.31). Il en résulte que la premicre des rela- 
tions (2.9.33) prend la forme AL/4n = ÀL diln V d; (L — di). D'où 
d; = L/A7. 

Les deux résonateurs confocaux que nous venons de considérer 
sont représentés. avec leurs caustiques, sur la fig. 2.60. 


Fig. 2.60 Fig. 2.61 


Comme il est indiqué précédemment, la forme de la caustique 
dans les résonateurs non confocaux est fixée par la « géométrie longi- 
tudinale » du résonateur. L'existence d'un faisceau gaussien dans 
des résonateurs stables dont les paramètlres ne sont pas proches du 
point g, = g, = () n'est possible que lorsque les ouvertures des 
miroirs sont grandes. Une diminution de l'ouverture ne peut pas 
modifier la caustique fixée des résonateurs ; elle ne fait que provoquer 
une croissance des pertes par diffraction, de sorte que le faisceau 
cesse finalement d’être gaussien. Quant à la caustique d'un résona- 
teur con/focal, elle est capable de s'adapter aux ouvertures des miroirs. 
De plus. un résonateur confocal se caractérise par la valeur minimale 
de p,p9, (pour Z donnée). Ces deux circonstances ont pour effet 
que les pertes par diffraction sont plus petites dans un résonateur 
confocal que dans des résonateurs des autres types (pour une même 
valeur du nombre de Fresnel). C'est pour cette raison que le réso- 
nateur confocal est capable de former un faisceau gaussien même 
pour des valeurs relativement petites de nombre de Fresnel. 


(*) Pour des résonateurs non confocaux symétriques, la relation (2.9.11) 
donne p® = ÀL/n ÿ 1 — g=. Comparer avec le résultat obtenu pour un résonateur 
confocal: p°® = ÀL/n. 
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Résonateur confocal à diaphragme.— Si les ouvertures des mi- 
roirs sont suffisamment grandes, c’est un diaphragme placé à l’inté- 
rieur du résonateur qui peut avoir une influence décisive sur la 
forme de la caustique dans un résonateur confocal. Dans le cas des 
fortes ouvertures des miroirs, l’étranglement du faisceau se fixe 
au point où se trouve le diaphragme. 

Comme il a été indiqué au $ 2.6, les pertes par diffraction dans 
un résonateur confocal à diaphragme (! sont maximales lorsque 
le diaphragme est placé au milieu du résonateur. Si le diaphragme 
est déplacé vers l’un des miroirs, les pertes diminuent. Ceci tient 
à ce que lors du déplacement du diaphragme la caustique s'adapte 
de telle sorte que l’étranglement suit le diaphragme. Suivant (2.9.31) 
le rayon maximal p, du faisceau dans le plan d’étranglement est 
réalisé pour d, = L/2; si d, tend vers zéro ou vers L, le rayon de 
l’étranglement p, diminue (fig. 2.58). Ainsi, au fur et à mesure que 
le diaphragme approche du miroir, le rapport w,/a (a étant le rayon 
de l’ouverture du diaphragme) diminue. ce qui conduit à une dimi- 
aution des pertes par diffraction. La fig. 2.61 illustre les remarques 
que nous venons de faire. 

Si.la caustique était fixe et ne pouvait pas s'adapter au dia- 
phragme, le déplacement du diaphragme vers le miroir aurait provoqué 
dans ce cas non une diminution du rapport p,/a mais au contraire 
son augmentation. Il en résulterait une croissance des pertes par 
diffraction et peut-être la transformation du faisceau gaussien en 
un faisceau non gaussien. 
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Boyd et Kogelnik ont montré dès 1962 que les résonateurs dont 
les paramètres satisfont à la condition (2.4.14) se caractérisent, 
dans le cas des grands nombres de Fresnel, par de faibles pertes par 
diffraction et que la non-observation de cette condition conduit 
à une brusque croissance des pertes [28]. Les résonateurs qui ne satis- 
font pas à la condition (2.4.14) on reçu le nom de résonateurs insta- 
bles (®). A cette époque-là, l’oscillation avec de fortes pertes par 
diffraction était considérée comme impossible de sorte que les 
résonateurs instables n’attiraient pas pendant quelque temps l’at- 
tention des spécialistes. Ils ne commencent à susciter beaucoup 
d'intérêt que dans la seconde moitié des années 60 après les travaux 
de Siegman [38, 39] et de certains autres auteurs (v. par exemple 
(40 à 421). 


(?) Il s’agit de la diffraction sur le bord de l'ouverture du diaphragme. 
(*) Les différents types de résonateurs instables sont rassemblés dans le 
Tableau 2.3 (rep. 111, V, VI, IX, XI à XVI); v. $ 2.4. 
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Les études et recherches expérimentales ont montré la faisabilité 
et l'efficacité des lasers à résonateurs instables. 11 a été montré 
que de tels résonateurs présentaient un intérêt pratique lorsque les 
valeurs du gain d'amplification du milieu actif étaient suffisamment 
grandes, de l’ordre de 10 à 20 % au moins par traversée [43]. De 
plus il est apparu que les résonateurs instables présentaient par 
rapport aux résonateurs stables plusieurs avantages (v. [44], ainsi 
que [2], chap. 23). 

Homocentricité du faisceau sortant d’un résonateur instable. — 
Ainsi qu'on l’a dit plus haut, de nombreux résultats peuvent être 


Fig. 2.62 


obtenus pour les résonateurs instables dans l’approximation de 
l'optique géométrique (v. $ 2.3). L'idée de calcul géométrique des 
résonateurs instables a été émise dans [38]; suivant cette idée, le 
champ régnant à l'intérieur du résonateur était considéré comme 
une superposition de deux ondes sphériques (dans certains résona- 
teurs, d’une onde sphérique et d’une onde plane) qui se propageaient 
dans des sens opposés et se transformaient l’une en l’autre par suite 
de la réflexion sur les miroirs. 

Considérons un résonateur instable de longueur ZL constitué de 
deux miroirs convexes dont les rayons de courbure sont r; et r, 
et les ouvertures a, et a, (fig. 2.62, a). Sur cette figure les lignes en 
traits interrompus montrent les sections des surfaces équiphases 
de deux ondes sphériques divergentes. Nous appellerons onde 7 
celle qui se propage de gauche à droite, et l'onde 2 celle qui se propage 
de droite à gauche. Le point À, est le centre commun des surfaces 
équiphases de l’onde 7, et le point À, celui de l’onde 2. En se pro- 
pageant du miroir de gauche vers le miroir de droite, l’onde 7 quitte 
partiellement le résonateur sous forme d’un faisceau lumineux 
homocentrique de centre en À, et se réfléchit partiellement sur le 
miroir de droite en se transformant en onde 2. L’onde 2, qui se 
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propage du miroir de droite vers le miroir de gauche. quitte en 
partie le résonateur sous forme d’un faisceau lumineux homocentri- 
que de centre en À, et se réfléchit en partie sur le miroir de gauche 
en se transformant en onde J. 

Pour qu'après la réflexion sur les miroirs l’onde 7 se transforme 
en onde 2 et l’onde 2 en onde }, il est nécessaire que le point À, 
soit l’image du point À, dans le miroir de droite et le point À, 
soit l’image du point À, dans le miroir de gauche. On le voit bien 
si l’on considère deux réflexions successives d’un rayon lumineux 
quelconque correspondant à l’onde Z ou 2. La fig. 2.62, b montre 
un rayon B,B, se propageant du miroir de gauche au miroir de droite. 
Puisque ce rayon correspond à l’onde 7, son prolongement au-delà 
du miroir de gauche doit couper l’axe optique au point 4,. Ce rayon 
se réfléchit sur le miroir de droite et se transforme en rayon B.C:. 
Le prolongement du rayon B,C, au-delà du miroir de droite déter- 
mine l’image du point À, dans ce miroir, c’est-à-dire le point 4.. 
Comme le rayon B,C, doit correspondre à l’onde 2, le point 4, 
doit constituer le centre de l’onde 2. En se réfléchissant sur le miroir 
de gauche, le rayon B.C, se transforme en rayon C,C,. Comme le 
rayon C,C, correspond à l’onde 7, son prolongement doit passer 
par le point 4,; le point À, doit donc représenter l’image du point 
A, dans le miroir de gauche. 

Désignons par z, la distance du point À, au miroir de gauche et 
par z, la distance du point 4, au miroir de droite. Pour trouver ces. 
distances, faisons usage de la formule pour la construction de l’image 
dans un miroir convexe: 


(4/d”) — (1/d) = 2/|r |, (2.10.1): 
où d est la distance de l’objet au miroir; d’, la distance de l’image: 
au miroir; r, le rayon de courbure du miroir. En considérant le 


point 4, comme l’image du point À, dans le miroir de droite, écrivons 
Ja relation (2.10.1) pour ce miroir (fig. 2.62, b): 


(1/22) — [/(z + L)] = 2/17, |. (2.10.2a) 


En considérant le point À, comme image du point 4, dans le miroir 
de gauche, écrivons pour ce miroir: 


(1/2) — Le + L) = 2/17, |. (2.10.2b} 


En tenant compte que |r, | = —r,, |r, 
les relations connues L/r, = 1 — g,, Lir 
le système d’équations 


(1/2) —{(1/(2+ L)]= —2(1—8,)/L; | 
(1/22) —(1/(2+L0)= —2(1—8)/L. 


et en utilisant. 
£2 On obtient 


| = lo 
De AN 


1 


(2.10.3) 
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La résolution de ce système donne 


V Lalo (Lago — 1) — Lire tee . 
__— 9 


28132 — L1— Le 


z2=L V'eits (£iL£e—1)— Liga + La 


29132 — 1 — 82 


= L 
| (2.10.4) 


Pour un résonateur symétrique (g, = g, = g) le résultat (2.10.4) 
prend la forme 


4=2=7| EE 4). (2.10.5) 

Pertes {à l’intérieur d’un résonateur instable dans l’approximation 
de l'optique géométrique. — Dans les résonateurs stables, les per- 
tes liées à la valeur finie de l'ouverture des miroirs sont en règle 
générale des pertes inutiles, indésirables. Dans les résonateurs 
instables ces pertes sont au contraire utiles; c'est grâce à ces pertes 
qu'est formé le faisceau lumineux sortant du résonateur (!. L'homo- 
tentricité du faisceau incite à penser que ces pertes peuvent se 
décrire dans le cadre de l'optique géométrique; on utilise même 
ur terme spécial de pertes d'optique géométrique. 

Soit y la coordonnée transversale sur le miroir de gauche pour 
un des rayons dans un résonateur instable (fig. 2.62, b). En se pro- 
pageant du miroir de gauche vers le miroir de droite, le rayon s’écarte 
de l'axe; désignons par y” sa coordonnée sur le miroir de droite. 
Revenu sur le miroir de gauche (après la réflexion sur le miroir 
de droite), le rayon sera caractérisé par la coordonnée ŸY . Le rapport 


M = Y1y, (2.10.6) 


qui montre de combien de fois augmente la distance du rayon lumi- 
neux à l’axe au cours d’une double traversée du résonateur, est 
appelé coefficient d'élargissement transversal du faisceau. La 
fig. 2.62, b montre que 


y'ly= (a +L)/z3 Yly! = (za + L)/z (2.10.7) 
On en tire 
M=ntintle [(2.10.8) 


21. 


Le facteur (z, + ZL)/z, figurant dans (2.10.8) détermine l’augmenta- 
tion des dimensions transversales du faisceau lors de son passage 


() Le rayonnement sort du résonateur grâce au fait que le diamètre du fais- 
<eau lumineux est plus grand que celui de l’ouverture du miroir (fig. 2.62). 
Un tel procédé de sortie du rayonnement du résonateur est dit en anneau; il 
est caractéristique des résonateurs instables. : 
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du miroir de gauche au miroir de droite, et le facteur (z, + L)/z, lors 
de son parcours du miroir de droite vers le miroir de gauche. 
En introduisant (2.10.4) dans (2.10.8), on obtient 


M = 81827 V B183 (81631) 8182 + V £18a (8182 1) (2.10.9) 
E182— V 8182 (8182 —1) 


Pour un résonateur symétrique (£g, = CCE —= g) l’expression (2.10.9) 
prend la forme 


M =(g+V g2—1). (2.10.10) 


Dans ce cas le coefficient d’élargissement est considéré générale- 
ment pour une simple traversée du résonateur et non pour une double: 


M,=VM =ge+Ve-1. (2.10.11) 


Le rayon du faisceau lumineux réfléchi par le miroir de gauche 
est égal au rayon d'ouverture a, de ce miroir. Après la traversée 
du résonateur (du miroir de gauche au miroir de droite) le rayon du 
faisceau augmente de (z, + L)/z, fois et devient égal à a, (z, + L)/z.. 
Si le rayon de l'ouverture a, du miroir de droite est plus petit que 
di (4 + L)/, seule une certaine partie de la puissance lumineuse 
réfléchie par le miroir de gauche sera réfléchie par le miroir de droite. 
Le rapport de la puissance lumineuse réfléchie par le miroir de 
droite à la puissance lumineuse réfléchie par le miroir de gauche 
est égal à 


oh = @/la, (a + L)/zF. (2.10.12a) 

Ainsi, la fraction de la puissance lumineuse perdue pendant le 
passage du miroir de gauche au miroir de droite a pour expression 
Vino = 1 — Ven = 1 — (a,/a,)° [z,/(z + L)F.  (2.10.13a) 


On détermine d’une façon analogue le rapport de la puissance réflé- 
chie par le miroir de gauche à la puissance réfléchie par le miroir 
de droite 


Vie = dla, (2 + L)/2,F. (2.10.12b) 


La fraction de la puissance perdue pendant le passage du miroir 
de droite au miroir de gauche a pour expression 


D'ou = À — Vyye = 1 — (ay/as) [zo/(z3 + L)I.  (2.10.13b) 


() Nous supposons que l'intensité du champ dans la section transversale 
du faisceau est pratiquement constante. 


12—1345 
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En faisant usage des expressions (2.10.12a) et (2.10.42b), on trouve 
la fraction de la puissance lumineuse perdue pour chaque parcours 
aller et retour du résonateur. Cette fraction a pour valeur 


Z122 , 


eh pi 2.10. 
Divan 1-2 |. (41044 


En utilisant (2.10.8), récrivons (2.10.14) sous la forme 


T1 (1/2 |. (2.10.15) 


Dans un résonateur symétrique on considère la fraction de la puis- 
sance lumineuse perdue par une simple traversée du résonateur : 


T, = 1 — (4/M). (2.10.16) 


Soulignons que les pertes de l'optique géométrique dans un 
résonateur instable ne dépendent pas des ouvertures des miroirs. 
La valeur du rapport des ouvertures 
n'influe que sur le procédé de sortie du 
rayonnement du résonateur: par les 
deux miroirs, par le miroir de gauche 
ou par celui de droite. Le Tableau 2.6 
illustre tous ces trois cas possibles. 

Application de la loi d’ABCD aux 
résonateurs instables. — Les résonateurs 
instables peuvent se décrire, dans le ca- 
dre de l’optique géométrique, d'une façon 
plus générale et plus élégante en appli- 

quant la loi d'ABCD. 

Il est aisé de s'assurer que la loi d'ABCD est applicable aux 
ondes sphériques. Lors de la propagation dans l’espace libre d’éten- 
due d le rayon de courbure du front d'onde d’un faisceau homo- 
centrique se transforme suivant la relation évidente (fig. 2.63): 


R,=R, + d. (2.10.17) 


Une lentille mince de distance focale f fait varier le rayon de courbure 
du front sphérique suivant la relation (2.8.7): 


1/R, = (1/R,) — (1/N.R (2.10.18) 


Le rapprochement entre (2.10.17) et (2.8.2) et entre (2.10.18) et 
(2.8.8) permet de conclure que dans les systèmes à lentilles parfaits 
(y compris dans les systèmes à miroirs sphériques) la transformation 
subie par le paramètre RÀ d’un faisceau hkomocentrique est exactement 
la même que celle du paramètre qg d’un faisceau gaussien. Autrement 
dit, la loi d'A BCD définie pour les faisceaux gaussiens par la rela- 


Fig. 2.63 
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tion (2.5.13) peut être appliquée au rayon de courbure À du front 
d'onde d’un faisceau homocentrique : 


R;= (AR, +B);j(CR, + D)|{. (2.10.19) 
Choisissons à l'intérieur d’un résonateur instable un plan de 
référence P en le situant à la distance d, du miroir de gauche. Dési- 
gnons pour ce plan: À (d,) lerayon de courbure du front de l’onde 
sphérique se propageant du miroir de droite vers le miroir de gauche: 
R” (d,) le rayon du front de l’onde se propageant en sens opposé. 
Les rayons R (d,) et À” (d,) peuvent se déterminer à partir de la 
condition de reproductibilité du champ pour une double traversée 
du résonateur : 


R (d) = [AR (4) + BVICR (d,) + D];  (2.10.20a) 
R' (d) = (A’R' (d,) + B'VIC'R' (d,) + D'I.  (2.10.20b) 


. {AB 
Ici, (e 5 
tir du plan de référence P vers le miroir de gauche (fig. 2.64, a) 


St (a B! 
C' D’ 


du plan P vers le miroir de droite (fig. 2.64, b): 


A B\ f1L—d, ( . )* 
Fr D) 1 | +1 F 
1 L\{ 1 i d, 
«(0 )(-2 JG "H (2.10.21a) 
A‘ B' 1 d\ 2 4)* 
ue +1 
1 L 1 O\41-—a, 
x( (2 )( h }: (2.10.21b) 


Bornons-nous à examiner le cas où le parcours du résonateur 
s'effectue comme l'indique la fig. 2.64, a (autrement dit, bornons- 
nous à l'équation 2.10.20a). L’équation (2.10.20a) a deux solutions 
suivantes : 


est la matrice de double traversée du résonateur à par- 


la matrice de double traversée du résonateur à partir 


R=(1/2C)|A—D+V {A+ D} |; (2.10.22a) 
R = (1/2C)|A—D—V (A+ D} —34 |. (2.10.22b) 


On montre que l’une des solutions est stable (une faible perturbation 
du rayon du front R s’évanouit à mesure que l’onde se propage dans 
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le résonateur), alors que l’autre est instable (N. La solution stable 
décrit une onde sphérique divergente et la solution instable, une 
onde sphérique convergente. Si (4 + D) > 2, l'onde stable (diver- 
gente) s'exprime par (2.10.22a), si (4 + D)< —2, elle est donnée 
par (2.10.22b). 

La matrice ABCD de double traversée du résonateur représenté 
sur la fig. 2.64, a est familière au lecteur, elle se décrit par l’expres- 


Fig. 2.64 


sion (2.4.28). Soit d, = L (le plan de référence est tangent au miroir 
de droite). Dans ce cas, la matrice (2.4.28) prend la forme 


2L - 
Fe n)= Le 71 .  (2.10.23) 
CD 4L : 2 " 4 L= 2L 4L 
EREMEN OCSRSS CSERE DRE PNR + —— — CRD CS CR 
rire ri l'a EU r1 Ta 


La matrice (2.10.23) permet de déterminer le rayon de courbure du 
front de l’onde lumineuse tout de suite après sa réflexion sur le 
miroir de droite, c'est-à-dire, en d’autres termes, permet de trouver 
la distance z, du miroir de droite au centre de l’onde sphérique se 
propageant dans le résonateur du miroir de droite vers le miroir de 
gauche. Dans le cas considéré 


A + D = 2 (2gige — 1). (2.10.24) 


Supposons qu'il s’agit des résonateurs instables pour lesquels £,£8, > 
> 1 et donc (4 + D) > 2. Dans de tels résonateurs, l'onde stable 
(divergente) se décrit par l'expression (2.10.22a). Compte tenu de 
(2.10.:'+), on déduit de (2.10.22a) 


R(d=L)=:=L V £1£o (gaie — 1) —grige te 
: : 28162 — 81 — 82 u 
Ce résultat a été obtenu précédemment; v. (2.10.4). 
Laser à résonateur instable de type télescopique. — Ce laser est 


représenté schématiquement sur la fig. 2.65. On y distingue: 1, le 
milieu actif; 2, un miroir concave (de rayon de courbure r;); %, 


(4) Voir Annexe 3. 
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un miroir convexe (de rayon de courbure r.,); 4, le rayonnement 
laser. Les miroirs concave et convexe ont un foyer commun; r, = 
= 3L, r, = —L. Pour ce résonateur on a 


n=213; g = 2. (2.10.25) 


* 


Le champ à l'intérieur d’un résonateur de type télescopique se 
décrit par une superposition d’une onde plane et d’une onde sphéri- 
que. L’onde sphérique divergente se propage dans le résonateur du 
miroir convexe vers le miroir con- 
cave et l’onde plane en sens opposé, 
du miroir concave au miroir con- 
vexe. Les rayons lumineux cor- 
respondant à ces ondes sont mon- 
trés sur la fig. 2.65. Il est facile de 
voir que dans ce cas 


Z. = ©; 2 = L/2; M =3. 
(2.10.26) 


Le laser considéré est analogue 

au laser à plusieurs étages repré- 

Fig. 2.65 sentant un système sélectif haute- 

ment efficace. Ce dernier est repré- 

senté sur la fig. 2.66, a, où l’on distingue: 7, l’oscillateur pilote; 

2, les systèmes télescopiques d'adaptation ; 3, le milieu actif. Comme 

oscillateur pilote on utilise un laser de petite puissance pour lequel 

il est facile de réaliser la sélection du mode transverse fondamental. 
Ce mode est ensuite amplifié dans chaque étage. 

Le système de la fig. 2.66, a est très efficace mais, malheureuse- 
ment, il est compliqué au point de vue technique. Il est plus avanta- 
geux d'utiliser un laser à résonateur instable du type télescopique 
qui est l’analogue du système considéré. Il est aisé de s’assurer qu’une 
telle analogie existe réellement si l’on modifie légèrement le système 
représenté sur la fig. 2.66, a en passant au guide d'ondes à lentilles 
dont la structure est schématisée à la fig. 2.66, b. Le guide d'ondes 
est constitué de quatre lentilles alternées, convergentes (distance 
focale f,) et divergentes (distance focale f.) telles que j, = 3 | f, |. 
La distance séparant deux lentilles consécutives est égale à 2 | f, |; 
l’espace entre les lentilles est rempli de milieu actif. L'oscillateur 
pilote est maintenant absent; son rôle est rempli par la région 
centrale des éléments actifs. [l n'est pas difficile de voir que le guide 
d'ondes à lentilles considéré est optiquement équivalent à un ré- 
sonaleur du type télescopique. Signalons que sur la fig. 2.66, b 
les lignes en traits interrompus représentent le faisceau lumineux 
correspondant à l'onde instable (convergente). 
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La fig. 2.66, b montre clairement que dans un résonateur du type 
télescopique (comme d’ailleurs dans tout autre résonateur instable) 
l'oscillation prend naissance tout d’abord dans la région de l'élément 
actif voisine de l'axe. À chaque parcours aller et retour du rayon- 
nement dans le résonateur, la dimension transversale du faisceau 
lumineux devient M fois plus grande. Plus le coefficient d'’élar- 
gissement du faisceau M est grand, plus rapidement s'effectue le 
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Fig. 2.66 


processus de formation du champ de rayonnement dans le reésona- 
teur. Ce processus peut s'accomplir au cours de quelques trajets 
seulement à travers le milieu actif. 

Prise en compte de la diffraction sur le bord du miroir; nombre 
de Fresnel équivalent. — Une étude rigoureuse des pertes dans les 
résonateurs instables est basée sur les équations intégrales du type 
(2.6.20) (v. par exemple [39, 41, 42]). Une telle étude montre que 
le résultat (2.10.15) obtenu dans le cadre de l’optique géométrique 
est un résultat approché. En réalité les pertes dépendent du produit 
des ouvertures des miroirs; lorsque a,a, varie, la valeur des pertes 
varie autour de la valeur d’optique géométrique. 

La fig. 2.67 montre les résultats du calcul des pertes par la 
méthode itérative [45]. Ces calculs ont été effectués pour des résona- 
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teurs symétriques (a, = a, = a, g, = g: = g); les ouvertures des 
miroirs ont été choisies sous forme de bandes infinies de largeur 24. 
Les courbes représentées sur la figure traduisent la variation des 


Fig. 2.67 


pertes T'en fonction du nombre 
de Fresnel W = a?/1AL pour dif- 
férentes valeurs du paramètre 


.g(g = 0,8 à 1,2). Les lignes en 


traits interrompus montrent, à titre 
de comparaison, les résultats obte- 
nus dans le cadre de l'optique 
géométrique [38]. 

La variation périodique des per- 
tes en fonction de a°, visible 
sur la fig. 2.67, est liée à l'effet 
de bord, c’est-à-dire à la diffraction 
du rayonnement sur le bord du 


miroir ([40, 42]; v. aussi ([44]). 


Examinons à ce propos la fig. 
2.68 sur laquelle on voit un rayon 
de bord BB, qui se transforme par 
suite de la réflexion en rayon B,C. 
La diffraction sur le bord du mi- 
roir a pour effet de provoquer, outre 


l’onde réfléchie principale représentée sur la figure par le rayon B.C, 
l'apparition d’une onde diffractée supplémentaire représentée sur 
la figure par les rayons B,D. La variation périodique des pertes 


Fig. 2.68 


en fonction de a* peut s'expliquer en examinant l'interférence du 
rayonnement de l’onde divergente tombant sur le bord du miroir 
et du rayonnement de l’onde diffractée se propageant à la rencontre 
de l’onde divergente. Pour une amplification mutuelle des rayon- 
nements considérés, il faut que le parcours aller et retour 2d (a) 
entre le point F du front d’onde et le bord B, du miroir (v. la figure) 
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soit multiple de la longueur d’onde À: 2d (a) = Àp où p est un en- 
tier. Dans ce cas le déphasage de l’onde diffractée par rapport à 
l’onde tombant sur le bord du miroir sera multiple de 2x. 

La distance d (a) (distance entre F et B,) peut être représentée 
sous la forme suivante: 


d(a)={(tr|—-V re )+(L+2—V(L+:) —a). 
Puisque a |r|,a&(L+z),on a 
a? 


Vie RIrl(1— er), VF à (L+)[1- 0 | 


de a L 1 | 
Ainsi, d (9) = 3| 95 + emer] 
En se servant de (2.10.5) et en tenant compte que L/|r | = 
= — [fr = g — À, on obtient 


Lta) = lo > 9/71. 
ATX is mere VE 


La condition 2d (a) = Àp prend maintenant la forme 
(a2/AL) V g—1 = p. (2.10.27). 


De (2.10.27) on déduit que la variation des propriétés d’un 
résonateur instable en fonction du nombre de Fresnel a°/AL doit 
se caractériser par une période égale à 1/V g° — 1. Les courbes de: 
la fig. 2.67 confirment cette conclusion (v. les courbes pour g = 1,05; 
1,1; 1,2). 

La quantité 


Néa= (a2/AL) V g2—1 (2.10.28): 


est appelée zombre de Fresnel équivalent. Suivant (2.10.27) les pertes: 
d’un résonateur instable doivent avoir une même valeur lorsque les: 
nombres de Fresnel équivalents diffèrent par un entier quelconque. 
Il est facile de s’assurer (v. (2.10.11)) que 


Nea = (a /2AL) (M, — UM). (2.10.29). 


Pour combattre l'effet de bord dans les résonateurs instables, on prend des 
mesures pour réduire l'intensité de l’onde diffractée. A cet effet, on a recours: 
à des miroirs à bord aplati, c'est-à-dire des miroirs dont le coefficient de réfle- 
xion diminue sur le bord non pas par saut mais progressivement dans les limites. 
d'une zone de largeur non inférieure à a/N4 6. Les miroirs à bord aplati 
rendent moins forte la dépendance des pertes envers l’ouverture des miroirs; 
l'emploi de tels miroirs rend plus correcte l’étude des pertes du résonateur insta- 
ble dans le cadre de l'optique géométrique. 


Avantages des résonateurs instables.— Les résonateurs instables. 
sont utilisés le plus souvent en vue de la sélection des modes trans- 
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verses et de la réduction de la divergence angulaire du rayonnement. 
Dans le cas de forts volumes du milieu actif, ce procédé de sélection 
est le plus prometteur parce qu'il n’implique ni une complication 
cu laser, ni une réduction considérable de son rendement 
44]. 
L'exemple de résonateur instable de type télescopique montre 
bien les propriétés sélectives élevées des résonateurs instables qui 
forment des faisceaux lumineux caractérisés par un haut degré de 
cohérence spatiale. On sait qu’au point de vue de la sélection angu- 
laire il est plus avantageux de fonctionner dans les conditions des 
pertes par diffraction relativement grandes parce que la diffraction 
assure le décrochage d'’oscillation en premier lieu des modes supé- 
rieurs. Etant donné que dans un résonateur instable les pertes par 
diffraction sont toujours élevées, l’emploi d’un tel résonateur n’exige 
‘pratiquement pas de prendre des mesures en vue d'assurer une 
sélection supplémentaire des modes transverses. Un laser à résona- 
teur instable n'oscille généralement que sur le mode transverse 
fondamental (mode TEM,,); bien souvent il atteint une divergence 
à la limite de diffraction. Notons qu’au point de vue de la directivité 
du rayonnement il est désirable d’avoir des valeurs plus élevées du 
coefficient d'’élargissement A7 (valeurs plus élevées du nombre 


N'éa)- 


Indiquons à titre d'exemple qu’avec un laser à verre au néodyme on a réussi 
à réaliser une divergence angulaire de 2:10-$ rad pour une largeur du faisceau 
de 15 cm {47]. Les paramètres du résonateur instable utilisé dans ce laser sont: 
M =2, N& 56000, Nesg Æ 7000. 


Un avantage bien important des lasers à résonateurs instables 
réside en remplissage efficace du volume du inilieu actif par le champ 
de rayonnement. Le volume occupe par le champ de mode fonda- 
mental est suffisamment grand même dans le cas où les longueurs 
des résonateurs sont relativement petites. À la différence des réso- 
nateurs stables, le faisceau lumineux à l’intérieur d’un résonateur 
instable ne comporte pas d’étranglement ; il n’y a donc pas à redou- 
ter que la densité de l’énergie lumineuse du faisceau peut atteindre 
en certains points du milieu actif des valeurs correspondant au 
seuil de destruction du milieu. 

Les résonateurs instables sont bien prometteurs pour la réalisa- 
tion de lasers à caractéristiques temporelles et spatiales imposées. 
Comme cela a été dit plus haut, l’oscillation d’un laser à résonateur 
instable commence dans la région centrale (adjacente à l’axe) de 
l'élément actif pour s'étendre ensuite sur tout son volume. Si l’on 
introduit dans le résonateur du laser, directement suivant l’axe 
optique, un rayonnement en provenance d’un laser auxiliaire de 
petite puissance mais présentant des caractéristiques spectrales et 
temporelles bien déterminées, on peut commander efficacement le 
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processus de formation du rayonnement et obtenir finalement un 
faisceau lumineux à paramètres désirés [48]. 

[Il importe, d'autre part, d'observer que la région centrale de l’élé- 
ment actif joue également un rôle négatif dans le développement du 
processus d'oscillation : les lasers à résonateurs instables sont sen- 
sibles à toutes sortes d'irrégularités et défauts dans le milicu actif 
et sur les revêtements réfléchissants au voisinage immédiat de 
l’axe optique du résonateur. 

Un déroulement rapide du processus d'’oscillation dans le sens 
de l’axe vers la périphérie a en particulier pour effet que le dévelop- 
pement de l'impulsion géante est plus rapide daus les lasers déclen- 
chés à résonateurs instables que dans les lasers à résonateurs stables. 
Il en résulte une réduction considérable de la durée de l'impulsion 
lumineuse engendrée par le laser. Soulignons que l'emploi de réso- 
nateurs instables peut affecter de façon notable la dynamique du 
processus intervenant dans le laser [49]. 
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On distingue la sélection angulaire et la sélection par fréquence 
que l’on appelle également sélection des modes transverses et sélec- 
tion des modes longitudinaux respectivement (D. Pour qu’un mode 
puisse être sélectionné, il faut que les pertes pour ce mode soient 
inférieures aux pertes pour les autres modes. La sélection des modes 
transverses est basée sur la différence entre la structure transversale 
du champ des modes de différents ordres et la sélection par fréquence, 
sur la différence entre les fréquences. 

La différence de structure du champ des modes transverses 
a pour effet l’apparition d’une différence entre les pertes par diffrac- 
tion. Dans les résonateurs instables, les pertes par diffraction sont 
si fortes que le laser n’oscille généralement que sur le mode trans- 
verse fondamental. Dans les résonateurs stables, les pertes par 
diffraction sont relativement faibles, de sorte qu'on est amené 
le plus souvent à prendre des mesures spéciales en vue d'augmenter 
de préférence les pertes sur les modes d'ordres supérieurs. A cet 
effet, on place à l’intérieur du résonateur par exemple un diaphra- 
eme (2? ou on agit sur la géométrie du résonateur (sur les paramètres 
G, et G,) de manière à réduire le nombre de Fresnel et d'augmenter 
par là même la différence entre les pertes pour le mode fondamental 
et les autres modes. Dans ce qui suit nous analysons de plus près 
les principes de la sélection par fréquence. 


1) Les méthodes de sélection des modes sont étudiées dans [50]; voir aussi 
(9, 13, 51] et [2], chap. 23. 

(?) La comparaison des propriétés sélectives des différents résonateurs 
à diaphragme est donnée dans [33]; on y montre que c'est le résonateur confocal 
qui possède la plus haute sélectivité. 
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Différents types de sélection par fréquence. — Supposons que 
le milieu actif possède deux transitions laser, entre deux paires 
de niveaux énergétiques. Quand on dit que les transitions s'effectuent 
sur les fréquences w, et w,, on a en vue les fréquences correspondant 
aux marimums des raies de luminescence pour les transitions consi- 
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dérées. Pour la description des raies spectrales nous utiliserons la 
dépendance du gain initial vis-à-vis de la fréquence (la fonction 
#0 (w)). 

La fig. 2.69, a représente les raies de luminescence pour deux 
transitions laser : Aw, est la largeur effective de la raie de lumines- 
cence (largeur à demi-hauteur de son maximum); Aw, la distance 
entre les maximums des raies (Aw = w, — w,). La quantité A 
prend des valeurs dans l'intervalle de 107? à 101% s-1 environ et la 
quantité Aw, dans l'intervalle de 101 (milieux gazeux) à 10% s-1 
(colorants organiques). En cas d'emploi d’un résonateur, à chaque 
raie de luminescence correspond (dans le spectre d’oscillation) une 
série de raies spectrales du résonateur répondant aux fréquences de 
résonance (fig. 2.69, b). Suivant (2.2.12) la distance entre les maxi- 
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mums de deux raies consécutives du résonateur vaut (!) Aw° — 
— xv/L, où L est la longueur du résonateur et v la vitesse de la 
lumière dans le milieu qui remplit le résonateur. La largeur d’une 
raie distincte du résonateur est Aw, — 107 à 10° s”t. 

En utilisant la fig. 2.69, distinguons trois types de sélection 
par fréquence dans le laser. Le premier type: la sélection dans une 
bande de fréquences relativement large, lorsque les transitions 
indésirables sont supprimées et l’oscillation n'est assurée que sur 
l’une des transitions. Dans ce cas l’oscillation est réalisée dans les 
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Fig. 2.70 


limites de la gamme de fréquences de largeur Q, (fig. 2.69, b). La 
sélection du deuxième type assure l’oscillation dans une bande de 
fréquences plus étroite, par exemple, dans les limites de la bande 
de largeur Q@, (fig. 2.69, b). En faisant varier la position de cet 
intervalle de fréquences dans les limites de la largeur de la raie de 
luminescence, on peut assurer un accord continu en fréquence du 
rayonnement émis (®. La sélection du troisième type est la sélection 
des modes longitudinaux. Elle assure l’oscillation sur une raie 
distincte (le plus souvent sur la raie centrale) du résonateur. Dans 
ce cas la sélection s'effectue dans un intervalle de fréquences suffi- 
samment étroit de l’ordre de 10° s-1 et moins. 

Emploi de filtres absorbants à large bande et d’éléments de dis- 
persion. — Pour réaliser la sélection du premier type on fait appel 
à des filtres absorbants à bande relativement large, que l'on place 
à l’intérieur du résonateur. C’est ainsi par exemple que les fenêtres 
de sortie du tube à décharge gazeuse d’un laser à hélium-néon sont 
faites en verre spécial qui absorbe dans le domaine de l’infrarouge. 
On supprime ainsi les transitions à la longueur d’onde À = 3,39 
et 1,15 um; l'oscillation n’est réalisée que sur la transition à À = 
= 0,63 um. Le principe d’une telle sélection est illustré sur la 
fig. 2.70, a; il consiste à utiliser une variation convenablement 

() L'effet d'entrainement de fréquence sera examiné au $ 2.12. 


(?) Un tel accord en fréquence est réalisé par exemple dans les lasers à colo- 
rants organiques (v. [52] ainsi que $ 1.3). 
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choisie du coefficient de pertes nuisibles en fonction de la fréquence 
M1 (w). L'oscillation s'effectue sur une transition correspondant 
à la fréquence w, bien que cette transition se caractérise par un 
gain plus faible que celui de la transition à la fréquence «.. 
Pour obtenir la sélection dans une bande plus étroite, on intro- 
duit à l’intérieur du résonateur des éléments dispersifs (par exemple, 
un prisme) ou on remplace un 
des miroirs par un réseau de 
diffraction travaillant en ré- 
flexion. Des exemples d’une telle 
sélection sont donnés au $ 1.3 
à l’occasion de l’étude des réso- 
nateurs sélectifs. La courbe tra- 
duisant la variation du coeffi- 
cient de pertes en fonction de la 
fréquence n,(w) d’un résonateur 
sélectif présente un «trou» pro- 
fond et étroit de largeur Q, = 
= AO! à 101 s71 (fig. 2.70, b). 
En îiaisant tourner le prisme ou 
le réseau réfléchissant, on peut 
commander la position de ce 
« trou» sur l'échelle de fréquen- 
ces et par là même changer l'ac- 
cord en fréquence dans les limi- 
tes de la largeur de la raie de 
luminescence au niveau de per- 
tes constantes (dans les limites 
de la largeur Aw,; v. la figure). 
Fig. 2.71 Pour obtenir la sélection dans 
un domaine de fréquences encore 
plus étroit, on utilise comme élément dispersif un étalon de Pérot 
et Fabry (interféromètre de Pérot et Fabry) représentant un système 
constitué de miroirs plans et paralléles placés l’un tout prés de 
l’autre. Ce dispositif permet de sélectionner un mode longitudinal 
distinct. 
Remarques générales sur la sélection des modes longitudinaux. 
— La sélection des modes longitudinaux exige d'utiliser un filtre 
à bande suffisamment étroite permettant de sélectionner un inter- 
valle de fréquences inférieur à 10° s-1. Pour expliquer les principes 
généraux de la sélection des modes longitudinaux, reportons-nous 
à la fig. 2.71 (la ligne en traits interrompus montre le profil de la 
raie de luminescence). Cette figure illustre les voies possibles de 
réalisation d’une telle sélection. 
Tout d’abord, on peut tout simplement élever le niveau de pertes 
de sorte que la différence x, — n (n étant le coefficient de pertes 


(A 
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totales) ne soit positif que pour le mode longitudinal central 
(fig. 2.71, a). Bien entend:., la puissance produite s’en trouve réduite. 
de façon substantielle. I] est plus intéressant de modifier le rapport 
entre les valeurs de gain initial du mode longitudinal central et des 
autres modes longitudinaux (au profit du mode central) (fig. 2.714, b). 
On peut obtenir un résultat analogue en modifiant le contour de la 
raie de luminescence ou plus exactement en diminuant la largeur 
Aow! (fig. 2.71, c) ®. On peut également augmenter l'intervalle de 
fréquences entre les maximums 
des modes Jlongitudinaux au prix 
d'une diminution de la longueur 
du résonateur (fig. 2.71, d). Il va 
sans dire ‘que la diminution de la 
longueur du résonateur comporte 
ses côtés négatifs: réduction de Fig. 2.72 
l'amplification par traversée, réduc- 
tion de la puissance de sortie, augmentation de la divergence du 
rayonnement ‘*. Enfin, on peut essayer de réaliser une sélectivité 
à bande suffisamment étroite du coefficient de pertes (fig. 2.71, e). 

En pratique, on fait recours à tous les procédés sus-indiqués 
de sélection des modes. Les procédés de sélection les plus simples 
sont basés sur la diminution de la longueur du résonateur. Plus 
intéressants sont les procédés de sélection qui mettent à profit les 
phénomènes d'’interférence, de polarisation et d’optique non linéaire, 
que nous allons examiner de plus près. 

Méthodes interférentielles de sélection des modes longitudinaux. 
— Ces méthodes ont à la base l'emploi de résonateurs à miroirs 
supplémentaires (résonateurs couplés); v. par exemple [54 à 56]. 

Considérons un laser représenté sur la fig. 2.72 (54). On y dis- 
tingue: Z, un tube à décharge gazeuse à fenêtres inclinées à angle 
de Brewster (élément actif); 2, un cristal biréfringent qui divise le 
rayon lumineux en un rayon extraordinaire (polarisé rectilignement 
dans le plan de la figure) et un rayon ordinaire (polarisé rectiligne- 
ment dans un plan perpendiculaire au plan de la figure); 3, des 
miroirs à réflexion totale: 4, le miroir de sortie. Nous sommes ici 
en présence de deux résonateurs de longueurs différentes : L,, et L;:. 
Les écarts en fréquence entre les modes de ces résonateurs ont pour 
valeurs respectives : 


Au, = nc/L;, et Ao,, = nc/L;s- (2.11.1) 
Nous supposerons réalisée l'inégalité 
Aw,< (Aw,, — Aw,;). (2.11.2) 


() Un rétrécissement important de la raie de luminescence doit avoir 
lieu dans les lasers à faisceaux atomiques [53]. 

(2) Ces moments négatifs peuvent être ahsents en cas d'emploi de résona- 
teurs instables. 
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Dans ce cas, les raies spectrales du résonateur auront la forme montrée 
sur la fig. 2.73. Les raies marquées de chiffres Z et 2 sont manifeste- 
ment plus amplifiées que les raies voisines parce qu’elles correspon- 


1] | LI Lx. 


Fig. 2.73 
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dent à des fréquences pour lesquelles la condition de résonance est 
réalisée simultanément dans les deux résonateurs de longueur L,, 
et de longueur L... [l est évident que de telles raies ont pour origine 
les phénomènes d’interférence. L'é- 
cart en fréquence entre ces raies 


2 
3 | 4 a pour valeur 
—. Aw’ = nc/(Lis — Lis). (211.3) 
Le 
DHEA NN 


Si la différence (L,; — L,,) est 
suffisamment petite, la quantité 
Aw’ peut être rendue assez gran- 

Fig. 2.74 de (Aw’ peut excéder la largeur 
de la raie de luminescence). 

Une autre variante de la sélection interférentielle des modes 
consiste à utiliser un résonateur linéaire à trois miroirs (fig. 2.74). 
Ici: Z, l'élément actif; 2, le miroir à réflexion totale; 3, le miroir 
de sortie; 4, le miroir supplémentaire. L'’interférence des ondes 
lumineuses formées dans les résonateurs de longueur / et de longueur 
L conduit, de même que dans le cas précédent, à une variation du 
rapport entre les intensités des modes. Dans [13] on donne le calcul 
pour l/L = 3/4 et R’ — 0,65 (R’ étant le coefficient de réflexion du 
miroir supplémentaire). Les résultats de ce calcul sont illustrés 
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sur la fig. 2.75. On y voit trois modes; les lignes en traits interrompus 
montrent, à des fins de comparaison. les modes correspondants 
en l'absence du miroir supplémentaire. On peut voir que les effets 
d'interférence conduisent à une am- 
plification privilégiée du mode cen- 
tral et à un écartement des modes. 
Les variantes de la sélection in- 
terférentielle des modes longitudinaux 
utilisées en pratique sont assez nom- 
breuses. On fait usage par exemple 
de différents types de résonateurs 
couplés utilisant quatre miroirs dont 
les axes font un angle droit (v. {2], 
chap. 23). Un de tels résonateurs est 
schématisé sur la fig. 2.76. 
Résonateurs à éléments anisotro- 
pes. — Pour la sélection des modes lon- 
gitudinaux on peut également mettre à 
profit les propriétés de polarisation que 
présente un résonateur à éléments ani- Fig. 2.75 
sotropes. La fig. 2.77 donne un exemple 
d'un tel résonateur. On y distingue: 
1, un polariseur linéaire; 2, une plaque biréfringente assurant une 
différence de phase entre les rayons extraordinaire et ordinaire 
égale à Ag; 5, les miroirs du résonateur. L'axe optique de la plaque 2 
est perpendiculaire à l’axe optique du résonateur et tourné d’un 
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Fig. 2.7 Fig. 2.77 


angle & par rapport à la direction de polarisation fixée par le pola- 
riseur J. 


Supposons que dans le plan de référence P (fig. 2.77) l’état 
de polarisation du rayon lumineux se décrit par un vecteur de Jones (1 


a: Le sens de l'axe x est celui de la polarisation fixée par le 
y 


(5) L'application des vecteurs et des matrices de Jones au fonctionnement 
avec des faisceaux lumineux polarisés est examinée dans [4, 57]; voir aussi [58]. 
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polariseur. La matrice de Jones pour la double traversée du résona- 
teur à partir du plan P est de la forme 


M = MM (—a) M (+) M (œ) M (œ) M.. (2.11.4) 
Les matrices intervenant dans (2.11.4) ont le sens suivant (v. An- 
nexe 4): 
1 0 
M,= 2.11. 
=(00) (2.11.5) 


est la matrice de Jones pour le polariseur linéaire qui fixe le sens 
_de polarisation suivant l’axe de coordonnées correspondant à la 
première composante du vecteur de Jones (suivant l'axe x); 


M (= | (2.11.6) 


cos& sin œ 
— sinœ@ COS 


est la matrice permettant d'exprimer le vecteur de Jones en nouveaux 
axes de coordonnées (tournés de l’angle &« par rapport aux axes de 
coordonnées initiaux); 


M @=(0" x | (2.11.7) 


0 e iŒ 2 


est la matrice de Jones pour la plaque biréfringente assurant un 
déphasage «ç, pour la composante x du vecteur de Jones et un dépha- 
sage , pour la composante y. Supposons que le rayon extraordinaire 
est polarisé suivant l’axe x et le rayon ordinaire l’est suivant l’axe y. 
En désignant par Aœp = ®@, — mp, la différence de phase entre les 
rayons extraordinaire et ordinaire après la traversée de la plaque 
biréfringente, récrivons (2.11.7) sous la forme 


etae 0 
M (on = et ( ]: (2.11.8) 
0 1 
Remarquons que 
A =  (ñe — no) d{c, (2.11.9) 


où n. et n, sont les indices de réfraction pour les rayons extraordi- 
naire et ordinaire respectivement; d est l'épaisseur de la plaque. 

En introduisant (2.11.5), (2.11.6) et (2.11.8) dans (2.11.4), 
on obtient, pour la matrice de Jones de double traversée du résona- 
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teur à partir du plan P, l'expression suivante (v. fig. 2.77): 
1 O\ cos —sinæ\ /eiar 0 
M = : X 
00/\sina  cosa/ \0 1 


cos a ae JC o) _ 
W e!=Fs — 
Pre cosa /\0 0 


( aei28® + sin? & ” : 
_— eine, 


2.11. 
0 (2.11.10) 


La 


E 
En désignant par + le vecteur de Jones du rayon lumineux 


y 
après la double traversée du résonateur, écrivons 


A + cos? aei249 + sin? @ o) (%) 
= ei20: . 2.11. 
F2 es QE ES 


y 


La présence du polariseur linéaire a pour effet que seule la compo- 
sante z du vecteur de Jones passe par le résonateur. Dans ces condi- 
tions, les pertes relatives par double traversée s'expriment sui- 
vant (2.11.11) par 


T—1—]|E.7/|E, |? = 1— ]cos? œet289 + sin? œ|?. (2.11.12) 
Ainsi, 
F = sin* 2a sin* Ag. (2.11.13} 


Suivant (2.11.9) la quantité Aç dépend de la fréquence émise ;: 
ceci signifie que les pertes définies par la relation (2.11.12) doivent. 
varier périodiquement avec la fréquence. Cette variation des pertes: 
en fonction de la fréquence peut être mise à profit pour la sélection: 
des modes longitudinaux dans le résonateur considéré. 

Méthode optique non linéaire de sélection par fréquence. — Sup- 
posons qu'à l’intérieur du résonateur est placé un élément absorbant 
présentant les propriétés suivantes : il absorbe à la fréquence de la 
transition laser pour un milieu actif donné; un rayonnement suf- 
fisamment intense à la fréquence de la transition laser mène l’absorp- 
tion à la saturation au voisinage du centre de la raie d'absorption: 
(autrement dit, fait intervenir l'effet optique non linéaire d’éclair- 
cissement du milieu). Cet effet non linéaire a pour résultat une modi- 
fication de la forme de la raie d'absorption (la variation du coeffi- 
cient d'absorption en fonction de la fréquence ñn, (w) présente unhe- 
autre allure): il y-a apparition d’un « trou » dont la largeur pett: 
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être suffisamment petite. La largeur du «trou» Aw, peut même 
être inférieure à la largeur Aw, de la raie spectrale du résonateur. 
Dans ce dernier cas, il devient possible non seulement de sélection- 
ner un mode longitudinal distinct mais 
rétrécir encore la raie d'émission (fig. 2.78). 

Comme élément absorbant non li- 
néaire on utilise une cellule à gaz sous 
basse pression. Pour des pressions de 
l’ordre de 10-* mm de mercure, on ob- 
tient Au, == 10% à 108 s-!, ce qui est 
de deux ordres de grandeur en dessous 
de la largeur du mode Aw, [59]. 

En posant Aw, & Aw,et en tenant 
compte de ce que la position du « trou » 
dans le spectre d'absorption de la cel- 
lule à gaz est bien firée sur l'échelle de 
fréquences, on peut conclure que la méthode considérée est non 
seulement une méthode de sélection par fréquence mais également 
celle de stabilisation de fréquence d'émission du laser (la stabi- 
lité du centre de la raie d'absorption peut atteindre 10-11). 


Fig. 2.78 


$ 2.12. EFFET DE FORMATION DE TROUS. 
EFFET D'ENTRAINEMENT DE FRÉQUENCE 


Ainsi qu'on l’a dit plus haut (v. $ 2.2), la présence d’un milieu 
actif (amplificateur) influe sur le processus de formation du champ 
de rayonnement dans le résonateur. En particulier les caractéristi- 
ques énergétiques et spectrales du rayonnement s’en trouvent modi- 
fiées. Examinons à ce propos les effets de formation de trous et 
d'entraînement de fréquence. Une analyse rigoureuse de ces effets 
est donnée dans [60]; v. aussi [9, 10]. 

Elargissement homogène et inhomogène des raies spectrales. — 
La raie de luminescence d’une transition laser du milieu actif se 
forme par suite de la sommation des contributions apportées par 
les différents centres actifs effectuant cette transition. Supposons 
que la contribution de chaque centre actif corresponde à toute la 
bande de fréquences qui caractérise la raie de luminescence du milieu 
actif. On dit dans ce cas qu’il y a élargissement homogène de la raie 
de luminescence. L’amplification aux différentes fréquences d’une 
raie homogène est assurée par les mêmes centres actifs. 

Si les différents centres actifs (groupes de centres actifs) appor- 
tent leur contribution dans les différentes portions de fréquences 
de la raie de luminescence, on dit que l'élargissement de la raie est 
inhomogène. L'amplification aux différentes fréquences d’une raie 
inhomogène est assurée par les différents groupes de centres actifs. 
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L'élargissement homogène est lié aux processus de relaxation 
des niveaux par émission spontanée et par divers acts collisionnels, 
car la probabilité de ces processus est la même pour tous les centres 
actifs. On sait que ces processus prédéterminent la forme de Lorentz 
de la raie de luminescence (1). Le profil d’une raie lorentzienne se 
décrit par la formule 


F, (v)= : (2.12.1) 


A 

1 (w—&,)+A1° 

Ici, w, est la fréquence fondamentale correspondant au maximum 
de la raie, À Ja demi-largeur de la raie à demi-maximum, À = 
— À, + An où À, est la demi-largeur naturelle (liée à l'émission 
spontanée) et Ac la demi-largeur collisionnelle. Remarquons que 


[se 


la fonction F, (w) est normée à l'unité: (F, (w) d (w) = 1. 


(4) 

L'équiprobabilité des processus de relaxation pour tous les 
centres actifs a pour résultat que la forme de la raie de luminescence 
du milieu actif coïncide avec la forme de la raie d’un centre actif 
distinct. En d’autres termes, la fonction (2.12.1) qui décrit la forme 
de la raie d’un centre actif distinct décrit également la forme de la 
raie homogène du milieu actif. 

Dans le cas général, une telle coïncidence n'existe pas; les 
raies de luminescence réelles du milieu sont plus ou moins inhomo- 
gènes. L’élargissement inhomogène peut relever de causes diverses : 
effet Doppler, non-homogénéité spatiale du milieu, recouvrement 
des raies lorentziennes à fréquences fondamentales différentes (par 
exemple, en cas de décomposition des niveaux laser par effet Stark), 
etc. Dans les milieux gazeux, la cause principale de l'élargissement 
inhomogène est l'effet Doppler. Il est évident que les centres actifs 
animés de vitesses de mouvement différentes apporteront leur con- 
tribution dans des intervalles de fréquence différents de la raie de 
Juminescence. Dans ce cas la raie présente une forme de Gauss 


[FE — 04)? In 2 
F, qu) BE exp pee), (2.12.9) 


où «, est la fréquence fondamentale; Ap la demi-largeur de la raie 
a demi-hauteur de son maximum; la fonction F., de même que la 
fonction F,, est normée à l'unité. 

Les fonctions F, (w) et F, (w), ramenées pour la commodité de la 
comparaison à une même demi-largeur, sont comparées sur la fig. 2.79. 
L'examen de cette figure montre en particulier que lorsque la quan- 
tité | © — w, | augmente, la décroissance de la raie de Gauss est 
plus rapide que celle de la raie de Lorentz. 


(?) Voir par exemple [1], $ 4.7. 
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Saturation du gain en cas des élargissements homogène et inho- 
mogène des raies ; effet de formation de trous. — On a déjà fait ob- 
server (! qu'au fur et à mesure que la densité du flux lumineux se 
propageant dans un milieu actif à inversion de populations augmente, 
le gain d'amplification x décroît pro- 
gressivement de sa valeur initiale x», 
jusqu'à la valeur 


sat — ur (2.12.3) 


où n est le coefficient linéaire de pertes 
totales. Il s’élablit finalement un pro- 
cessus stationnaire qui se caractérise par 
un gain saturé #sat et par la densité 
saturée Ssat du flux lumineux définie à 
partir de (2.1.1) en utilisant (2.12.3). 
Fig. 2.79 Tenons compte de la variation du 
gain en fonction de la fréquence et 
considérons les cas où %x, (w) correspond à un élargissement komo- 
gène et à un élargissement inhomogène. Nous supposerons que 
le niveau de pertes est si élevé que la sélection du mode longitudinal 
central est réalisée. 
Si l’élargissement de la raie #, (w) est irhomogène, aux transitions 
laser participeront seulement ceux des centres actifs qui apportent 


Came 


Fig. 2.80 


leur contribution dans les limites de l’intervalle de fréquences w, 
correspondant au mode longitudinal central. 11 en résultera une 
destruction sélective de l’inversion de populations du milieu actif 
dans les limites de l'intervalle de fréquences indiqué; dans ce cas, 
le profil de la courbe qui décrit la variation du gain en fonction de 
la fréquence présente un creux (ou comme on le dit «un trou »). 
Ce qui vient d’être dit est illustré par la fig. 2.80. a dans laquelle 


(4) Voir $ 2.1 ainsi que [1], $ 5.6. 
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la ligne en traits interrompus montre une raie inhomogène %, (w) 
et la ligne en traits pleins une raie #sat (w). D’après (2.12.3) on a 


#eat (Oo) = 1, (2.12.4) 


ce qui détermine la profondeur du trou formé. La largeur du trou 
correspond à la largeur de la raie d’un centre actif distinct, c’est-à- 
dire à la largeur lorentzienne 2A qui est dans ce cas nettement 
inférieure à la largeur 2Ah de la raie x, (w). 

Si la largeur du trou est plus petite que l’écart en fréquence 
entre modes 


2A< nc/Ln, (2.12.5) 
la réduction du niveau de pertes aura pour résultat l'apparition de 


trous supplémentaires correspondant aux différents modes longitu- 
dinaux (fig. 2.80, b). Soulignons que l'oscillation sur différents 


n(LW)-rR(w,) 


Fig. 2.61 Fig. 2.82 


modes longitudinaux s'effectue dans ce cas grâce à la désexcitation 
des groupes différents de centres actifs. Ceci signifie que le laser peut 
osciller à la fois et de façon indépendante sur plusieurs modes. 

Si la condition (2.12.5) n'est pas remplie, les trous se recouvrent, 
ce qui peut conduire finalement à la brülure de tout le profil de la 
raie amplificatrice (fig. 2.80, c). 

Dans le cas de l'élargissement homogène de la raie x, (w), l'effet 
de formation de trous ne s’observe pas. Supposons que pour des 
pertes suffisamment fortes, le laser n’oscille que sur le mode longi- 
tudinal central. Puisque la contribution au rayonnement de ce 
mode est apportée dans ce cas par tous les centres actifs, il se produit 
un changement global du profil de la raie + (w) (fig. 2.81). Ainsi, 
l'excitation d’un seul mode (central) conduit à un appauvrissement 
global de l’inversion de populations du milieu actif, ce qui empêche 
à son tour l'excitation des autres modes. 
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Les fig. 2.80 et 2.81 illustrent bien la différence qualitative 
entre les cas des élargissements inhomogène et homogène. Pour 
l'élargissement inhomogène, l’oscillation sur un seul mode n'utilise 
qu'une partie de l'énergie stockée dans le milieu actif inversé; 
c'est pourquoi l'intensité du mode rayonné est nettement plus faible 
pour une raie inhomogène que pour une raie homogène. En outre, 
on ne devra pas oublier que dans le cas de l'élargissement homogène 
l'effet de saturation du gain s'oppose à l’excitation des modes longi- 
tudinaux supplémentaires. 


Caractère spécifique de l’étude de la saturation du gain dans le cas de l’élar- 
gissement inhomogène de la raie de la transition. — Le gain pour un centre 
actif qui apporte sa contribution au voisinage de la fréquence w’ peut être mis 
suivant (2.1.1) sous la forme 
| #y (0°; &) 


RSS ET ETTENTES 


(2.12.6) 


#0 (0; wj)—=2,F, (0; w); à (0"; w)—4F, (0°; w); 


| A 1 
F, (w; Sem Cm EVE 


Le gain du milieu actif dans le cas de l'élargissement inhomogène de la raie par 


effet Doppler s'exprime par l'intégrale suivante qui tient compte des contribu- 
tions apportées par les différents centres actifs: 


# (0) = E (w”;, w) F, (0°) du”, (2.12.7) 
0 
F wo) = M2 exp [ _ (w"—m)* In | 
: Ab VA \ÿ ‘ 


Eu introduisant (2.12.6) dans (2.12.7) on obtient 


O0 


In? % exp{[—(w'—u,)*In2'AÎ) 
% (w) — V” 5 net | es A du’. (2.12.8) 


++ ES 


En égalant > (w) au coefficient linéaire de pertes totales, on obtient une équation 
rermettant de déterminer la valeur saturec de la densité du flux lumineux &. 


Effet d’entraînement de fréquence. — D'après (2.9.21) le spectre 
de fréquences de résonance d’un résonateur passif s'écrit (pour le 
mode fondamental du faisceau gaussien) sous la forme 


Â 
og = + | q+ + arccosV/ 818. Le (2.12.9) 


où n est l’indice de réfraction du milieu qui remplit le résonateur. 
Le spectre de fréquences est équidistant ; l'écart entre les fréquences 
consécutives est égal à Aw’ = xnc/Ln. 
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En présence d'un milieu actif (amplificateur), le spectre de fré- 
quences du résonateur varie. [Il cesse d’être équidistant du fait que. 
l’indice de réfraction du milieu amplificateur varie en fonction 
de la fréquence. L’allure de cette variation au voisinage de la fré- 
quence fondamentale w, de la transition laser est montrée sur la 
fig. 2.82. On y voit que nr (w)< nr (w9) si w&< w,. En partant de 
(2.12.9), on peut conclure que les fréquences w, situées à gauche 
de w, se trouvent décalées vers la droite. Si © >> w,. on a ñn (w) > 
> n (w,). de sorte que les fréquences w, situées à droite de w, 
se trouvent décalées vers la gauche. Il en résulte que l’ensemble des. 
fréquences de résonance correspondant au profil de la raie amplifi- 
catrice se trouve déplacé vers la fréquence fondamentale de la tran- 
sition. On dit que les fréquences sont « entraïînées » vers le centre 
de la raie amplificatrice. 

Effet d’entraîinement de fréquence dans les cas des élargissements. 
homogène et inhomogène. — On sait que (v. par exemple [9]) qu'un 
milieu absorbant peut se décrire par l'indice de réfraction complexe- 


Rcompl = À + Ü, 


dont la partie imaginaire », s'exprime par le coefficient linéaire 
d'absorption n|, : 
Ry = Uac/20. (2.12.10} 


Les variations # (w) et nr, (w) correspondant à l'élargissement homo- 
gène (lorentzien) de la raie de luminescence peuvent être trouvées 
dans le cadre de la théorie classique de la dispersion (variance) de la 
susceptibilité diélectrique en examinant le modèle d'un oscillateur 
harmonique caractérisé par la fréquence propre w, et le coefficient. 
d’affaiblissement y. Dans le cas d’un milieu gazeux, ces dépendan- 
ces sont de la forme 
LE &5 — W° . | 
RIDE es : (2.12.11a): 
Yo 


(2.12.11b)} 


où D est un facteur constant dont la forme est dans le cas considéré- 
sans importance. En supposant que la fréquence w est suffisamment. 
proche de w,, de telle sorte que 


@ — &° & 26 (w, — w), 2.12.12} 
o ( 


récrivons (2.12.11) sous la forme 


(0, — uw) 20 _ : (2.12.13a} 


(65 —&)° + y°,4 


D D — (2.12.13b) 


(y D} + VA 


(4) Voir par exemple [1], $ 4.5. 


n— {=D 
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En tenant compte de (2.12.10). on déduit de (2.12.13b) l'expression 
pour la variation du coefficient d'absorption en fonction de la fré- 
quence 


_ v/2c 
MOD (2.12.14) 
Il est facile de voir que la raie d'absorption n, (w) a une forme 
Jorentzienne. 


Divisons (2.12.13a) par (2.12.14), il vient 
n (©) = 1 + n, (©) (w, — ©) c/yo. (2.12.15) 


Pour pouvoir utiliser la relation (2.12.15) pour l'explication 
de l'effet d'entraînement de fréquence, tenons compte de ce que la 
‘fréquence propre w, de l'oscillateur correspond (dans la généralisa- 
tion quantique des relations (2.12.13)) à la fréquence fondamentale 
de la transition, alors que le coefficient d'affaiblissement y peut 
être considéré comme la largeur lorentzienne 2A. De plus, en pas- 
sant à l'étude de l’amplification, il faut remplacer dans (2.12.15) 
le coefficient d'absorption n, (œ) par le gain d'amplification *% (w) 
changé de signe (l'amplification étant considérée comme une absorp- 
tion négative). Ainsi, 


n (@) = 1 — x (w) (09 — 0) c/20 A. (2.12.16) 
Dans le cas de l’oscillation stationnaire, le gain d'amplification 


est égal au coefficient de pertes : x — n. En tenant compte de (2.3.10) 
‘€t (2.3.15), on peut conclure que 


x = Aw,/c. (2.12.17) 
où Aow, est la largeur de la raie spectrale du résonateur. En introdui- 
sant (2.12.17) dans (2.12.16), on obtient 


n(wo)=i-—— À : 


(2.12.18) 


Il est facile de voir que l'allure de la variation de l'indice de réfrac- 
tion en fonction de la fréquence, décrite par l'expression (2.12.18), 
correspond, pour des fréquences w proches de w,, à celle représentée 
sur la fig. 2.82 

Soit &w, une certaine fréquence de résonance d'un résonaleur 
passif (pour nr = 1) et soit w, la fréquence de résonance corres- 
pondante d’un résonateur actif. Il résulte de (2.12.9) que 


O7 %Q = n (w). (2.12.19) 


Portons (2.12.18) dans (2.12.19), il vient 
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On a finalement 
(w} — o,)/(w) — w) = Ao,/2A. (2.12.20) 


Cette relation montre que si la fréquence est choisie à gauche du 
centre de la raie amplificatrice (©, — «w, > 0), alors &, > w, 
et donc le décalage de fréquence dans le résonateur actif se fait 
vers la droite. Au contraire, si la fréquence est prise à droite du 
centre de la raie amplificatrice (©, — w, < 0), alors w, << w, 
et la fréquence se trouve décalée vers la gauche. 

Dans le cas de la raie inhomogène de la transition laser, les centres 
actifs participant à l'oscillation sont seulement ceux auxquels 
correspondent des fréquences séparées de w, par un intervalle non 
supérieur à À (non supérieur à la demi-largeur de la raie homogène). 
La part de tels centres actifs s'élève à environ A/A,, où An est 
la demi-largeur de la raie inhomogène. Par conséquent, l’amplifica- 
tion sur une transition inhomogène doit être An/A fois plus faible 
que sur une transition homogène. Ceci signifie qu’au lieu de (2.12.17) 
il convient d'utiliser maintenant l'expression 


K = (Aw,/c) (A/A;). 
Au lieu de (2.12.20) on obtient finalement 


(o, — &3)/(©o — ©) = Aw,/2Ar. (2.12.21) 


Une analyse plus rigoureuse fait apparaître au second membre de la 
relation (2.12.21) un terme supplémentaire qui tient compte de la 
contribution non linéaire à l'effet d'entraînement de fréquence [9]. 
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Effet de lentille thermique. — En absorbant le rayonnement de 
pomparge, le milieu actif s’échauffe ; il en résulte une variation de 
son indice de réfraction. Soit nr (0) l'indice de réfraction en un 
certain point du milieu en l'absence de rayonnement de pompage. 
Si la température du milieu au point considéré s'élève sous l’action 
du rayonnement d'une quantité AT, l'indice de réfraction devient 
égal à 


n (AT) = n (0) + (dn/dT) AT, (2.13.1) 


où dn/dT est une caractéristique physique du milieu appelée coeffi- 
cient de température de son indice de réfraction. 

Si la chaleur est évacuée à travers la surface latérale de l'échan- 
tillon actif, sa région périphérique se refroidit beaucoup mieux que 
la région centrale, de sorte que la température de l'échantillon est 
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maximale près de son axe et tombe progressivement à mesure que 
l’on s’approche de la périphérie. Il en résulte que si l'inégalité 


dn/aT > 0 (2.13.2) 


est satisfaite, la région centrale de l'échantillon actif devient en 
vertu de (2.13.1) optiquement plus dense que sa région périphérique. 
Si au contraire, 


dn/aT < 0, (2.13.3) 


la région centrale de l'échantillon actif devient optiquement moins 
dense que sa région périphérique. 

Dans des milieux optiquement inhomogènes, les faisceaux lumi- 
neux sont infléchis vers la région à plus haute valeur de l'indice de 
réfraction ; de ce fait un rayonnement se propageant le long d’un 
échantillon actif se focalisera pour dn/dT >> 0 et se défocalisera pour 
dn/dT << 0. Dans le premier cas, l’échantillon actif peut être assi- 


milé à une lentille convergente et dans le second cas à une lentille 
divergente. C'est ce que l'on appelle effet de lentille thermique. 


Les cristaux de rubis et de grenat d’'yttrium-aluminium se caractérisent 
par un indice de réfraction à coefficient de température positif ; la lentille ther- 
mique qui se forme dans ces cristaux est convergente. Pour le rubis, dn, dT — 
= {,4-10-8 K-1, pour le grenat, dn/dT = 7.3-10-° K-1 [61]. L'effet de lentille 
divergente est observé dans certains types de verres. 


En étudiant la lentille thermique dans le milieu actif d un laser 
à solide, on peut, en première approximation, négliger l’absorption 
du rayonnement produit étant donné que la puissance de ce rayon- 
nement est inférieure de deux ordres de grandeur environ à celle 
du rayonnement de pompage. On est dans ce cas en présence d’une situa- 
tion où la lentille thermique due à l'absorption d un rayonnement 
(rayonnement de pompage) agit sur la formation du champ d'un 
autre rayonnement (rayonnement produit dans le milieu actif du 
laser). Le role du rayonnement laser dans la formation de la lentille 
thermique devient important lorsque ce rayonnement représente 
le seul facteur déterminant l’échauffement du milieu. Comme exem- 
ple on peut indiquer un cristal non linéaire utilisé pour la conver- 
sion paramétrique de fréquence où le pompage est assuré par un 
rayonnement laser. 

Dans de tels cas, la lentille thermique due à l'absorption d'un 
certain rayonnement (faisceau laser) par le milieu agit sur ce même 
rayonnement. L'effet de lentille thermique est ici un effet non li- 
néaire que l’on appelle effet de non-linéarité thermique ou encore 
effet d’autofocalisation thermique ®. Si par exemple le faisceau laser 


(:) La théorie de l'effet d’autofocalisation thermique est étudiée par exem- 
ple dans [62]. 
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induit une lentille thermique convergente dans un élément quel- 
conque, la focalisation thermique aura pour effet de provoquer une 
croissance de la densité du faisceau dans la région centrale et en 
même temps une augmentation de l'absorption du rayonnement 
dans cette région. Il en résultera un renforcement des propriétés 
focalisatrices de la lentille thermique induite. 

Contraintes thermo-élastiques; distorsions thermiques du  ré- 
sonateur. — Récrivons la relation (2.13.1) sous la forme 


n (AT) — n (0) = Any + An, = (ôn/0T), AT + Ans. (213.4) 


Cette écriture traduit le fait que la variation totale d'indice de 
réfraction, en un certain point du milieu, est la somme de la varia- 
tion dépendant uniquement de la température Anr = (0n/0T), AT 
et de la variation An, due à l'apparition de contraintes thermo- 
élastiques dans un milieu à échauffement non uniforme. Plus exacte- 
ment, la variation d'indice de réfraction An, est due à l'effet photo- 
élastique (appelé encore effet piézo-optique) qui se manifeste lorsque 
des contraintes thermo-élastiques prennent naissance dans le milieu. 
Le coefficient (07/0T), est le coefficient de température d'indice 
de réfraction mesuré dans les conditions d’échauffement uniforme 
du corps en l’absence de contraintes (il est facile de voir que pour 
An, = 0 on a dn/dT = (dn/8T),)"). 

La valeur de An, s'exprime par les constantes optiques élasti- 
ques du milieu et par les déformations élastiques dues à un échauf- 
fement non uniforme. L'ordre de grandeur de An-et An, est le 
même. C'est ainsi par exemple que pour le cristal de niobate de 
lithium es placé dans un faisceau laser on a obtenu les va- 
leurs suivantes [63]: Anr — 1,4-10-5-AT; An, — 0,66-10-°- AT. 
Si, en particulier, Arr <0 et An, > 0, peuvent se présenter tant 
des cas où (Anr +JjAn:)!< 0 que des cas où (Any + An,) > 0. 


Une chose importante est que les contraintes thermo-élastiques ne condu- 
sent pas simplement à l'apparition d'une contribution supplémentaire à la 
valeur de variation d'indice de réfraction. Par l'intermédiaire de l'effet photo- 
élastique ces contraintes agissent sur l'indicatrice optique de l'échantillon (®). 
Si, à l'état initial, l'échantillon était optiquement isotrope (liquide, verre, 
cristal du système cubique), il acquiert sous l’action des contraintes thermo- 
élastiques les propriétés d'un cristal uniaxial biréfringent ; son indicatrice opti- 
ue se transforme de la sphère en un ellipsoïde de révolution. Le cristal de grenat 

"’yttrium-aluminium possède une symetrie cubique; l'absorption du rayonne- 
ment de pompage y fait naître une biréfringence thermiquement induite qui 
conduit en particulier à la dépolarisation du rayonnement émis par le laser 


() C'est précisément (ôn/0T) que l’on indique généralement dans les aide- 
mémoire. 

(2) Pour l’indicatrice optique, voir par exemple [1], $ 4.3; dans le même 
ouvrage au $ 4.4 est étudiée la photo-élasticité. 
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à grenat d’yttrium-aluminium. Dans les cas où l'échantillon est à l'état initial 
un cristal uniaxial ou biaxial, les changements de l'indicatrice optique peuvent 
avoir un caractère assez complexe : rotation des axes principaux de l’indicatrice 
optique, variation de la valeur des indices de réfraction principaux, propriétés 
d’un cristal biaxial acquises par un cristal uniaxial. 


L'effet photo-élastique n'est pas le seul effet lié aux contraintes 
thermo-élastiques. Un autre effet se manifeste par une dilatation 
thermique de l'échantillon et, comme conséquence, par une incurva- 
tion de ses surfaces terminales, ce qui influe bien entendu sur la 
divergence du rayonnement émis. Associés à la variation d'indice 
de réfraction due uniquement à la température, les effets ayant pour 
origine les contraintes thermo-élastiques déterminent, dans leur 
ensemble, les distorsions dites thermiques du résonateur. 

Les distorsions thermiques du résonateur sont traitées en parti- 
culier dans [11, 64, 65]. En étudiant l'influence des distorsions 
thermiques sur le rayonnement laser, il convient dans le cas général 
de tenir compte de plusieurs autres facteurs tels par exemple que 
Ja diffusion par irrégularités de l'indice de réfraction. L'influence 
conjointe de la diffusion et de l'effet de lentille thermique sur la 
divergence du faisceau lumineux est examinée dans [66]. 

Distance focale et plans principaux d’une lentille thermique. 
— Comme le montrent les recherches, la variation d'indice de réfrac- 
tion en fonction des coordonnées transversales x et y, liée à la for- 
mation de la lentille thermique, suit avec une grande précision une 
loi quadratique [11]: 


n(r,y)= no + na (2° + y°)/2, (2.13.5) 


Ici, r, est l'indice de réfraction sur l'axe de l'échantillon (x = y = 
— 0); le signe plus se rapporte à la lentille thermique divergente 
et le signe moins à la lentille convergenie. Ainsi, un échantillon 
à lentille thermique induite peut être considéré comme un milieu 
gquadratique. 

Cherchons l'expression pour la distance focale de la lentille 
thermique en supposant que l'indice de réfraction du milieu se 
décrit par la formule 


n (S) = Ro — n2S°/2, (2.13.6) 


où s° — 2° + y*. Supposons que sur la surface terminale d’un échan- 
tillon échauffé de longueur d tombe un rayon lumineux parallèle 
à l'axe OO et passant à une distance s, de l’axe (fig. 2.83,a). La 
transformation subie par le rayon traversant l'échantillon peut 
se décrire par une relation du type (2.4.16): L 


(A ete »)(c ): (2.13.7) 
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où on utilise pour la matrice ABCD le résultat (2.8.24). En tenant 
compte de (2.8.24), on obtient pour les paramètres du rayon à la 
sortie de l’échantillon les expressions suivantes: 


So = AS =S, CUS (y/# d) . 


0 
= Cs= —5s,V rn,sin (y = d). (2.13.8}) 


Sur la fig. 2.83,a on a désigné par j la distance, suivant l’axe OO, 
entre le point en lequel le rayon sortant coupe l’axe et le plan de 
référence À mené par le point d'intersection des prolongements 
des rayons lumineux entrant et sortant (ces prolongements des 
rayons sont représentés sur la figure par des lignes en traits inter- 
rompus). J1 est facile de voir que 


Î = —Si@. (2.13.9) 
En introduisant (2.13.8) dans (2.13.9), on obtient 


+= —C=V nn sin (y & d) (2.13.10) 


La valeur de f est indépendante de s,. Ceci signifie que tout rayon 
se propageant parallèlement à l’axe OO coupera cet axe, après avoir 
traversé l'échantillon, en un point déterminé, à savoir au point 7 
de la fig. 2.83,b. Autrement dit. la lentille thermique peut être 
considérée comme un système à lentilles parfait. Dans ces conditions, 
le plan À est évidemment un des plans principaux de ce système et 
est sa distance focale. 

La fig. 2.83,c montre les deux plans principaux de la lentille 
thermique qui sont les plans 4, et H,. La distance À du plan prin- 
cipal à la face terminale correspondante de l'échantillon se détermine 
à partir de la relation évidente 


k — Î — S2/(—Qo). 
En utilisant (2.13.8), on trouve 
1— À 


__1 d,/7 
h — Ce Ve. tg (LV =). (2.13.11) 
Les lasers à solides satisfont généralement à l'inégalité 
dVr<i. (2.13.12) 


Compte tenu de cette inégalité, récrivons les résultats (2.13.10) 
et (2.13.11) sous la forme 


1/f= nd; h = d/2n,. (2.13.13) 
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Prise en compte de la lentille thermique dans les systèmes laser. 
— Supposons que dans l'élément actif d’un laser est induite une 
lentille thermique de paramètres connus f et k. Pour pouvoir tenir 
compte de cette lentille, il convient de remplacer l'élément actif 
par un système parfait constitué d’une lentille mince de distance 
focale f et de deux portions d'espace libre, chacune d'’étendue . 


b) 
Lith L2+h 
Eee c 


Fig. 2.83 Fig. 2.84 


La fig. 2.84,a représente le résonateur initial constitué de deux 
miroirs de rayons de courbure r, et r,. À l'intérieur du résonateur 
est placé un élément actif de longueur d, les distances des faces 
terminales de gauche et de droite de l'élément au miroir le plus 
proche étant égales respectivement à L, et !.. Les plans principaux 
de la lentille thermique de l'élément actif sont figurés par des 
lignes en traits interrompus. La fig. 2.84,b montre le résonateur 
à lentille mince équivalent. Il comporte les mêmes miroirs que le 
résonateur de départ, mais a une longueur différente. La longueur 
du résonateur de départ ZL = ll, + d + l,; la longueur du résona- 
teur à lentille mince équivalent L' = L, + 2h + L.. 

Le remplacement du résonateur à lentille thermique interne par 
un résonateur à lentille ordinaire (mince) permet de passer ensuite 
à l'étude d'un résonateur équivalent sans lentille (v. $ 2.6). 

L'effet de lentille thermique joue généralement un rôle impor- 
tant pour la formation du champ de rayonnement dans un laser 
à solide (?. Cet effet peut avoir pour résultat une réduction notable 


(?) La lentille thermique peut jouer un role important également dans les 
lasers à gaz de grande puissance (par exemple, dans les lasers moléculaires à gaz 
carbonique). 
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de l'énergie émise par unité de volume du milieu actif et même 
le décrochage d'’oscillation. Un des procédés efficaces permettant 
de combattre l'effet de lentille thermique consiste à compenser cet 
effet par introduction dans le résonateur d'éléments supplémentaires 
(par exemple, de lentilles supplémentaires) qui assurent une cor- 
rection du front d'onde du rayonnement émis. D’autres procédés 
sont liés à l’affaiblissement des distorsions thermiques du résona- 
teur au moyen de dispositions constructives et techniques spéciales 
applicables au laser concret. 

Si l’on connaît les paramètres f et k de la lentille thermique 
pour un échantillon actif donné et des conditions de pompage don- 
nées, l’effet de lentille thermique peut être pris en compte et mis 
à profit par un choix approprié du type de résonateur et de ses 
dimensions géométriques, y compris des distances des miroirs aux 
faces terminales de l'échantillon. En réalisant l'adaptation de 
la lentille thermique aux miroirs du résonateur, on peut en principe 
assurer un remplissage maximal du volume de l’élément actif par 
le rayonnement produit et élever ainsi la puissance de sortie du 
laser. 

Le rayon du faisceau lumineux sur la face terminale de gauche 
de l'échantillon actif utilisé dans le résonateur de la fig. 2.84,a 
peut être exprimé suivant (2.9.29) par l'intermédiaire des éléments 
de la matrice M = 5} de double traversée du résonateur de 
la fig. 2.84,b! à partir du plan de référence se trouvant à la distance l, 
du miroir de gauche du résonateur. Cette matrice a pour expression 


M=MHMPOMB+L)M()MR+L)MPMR+ 
+ L) M (n) M (b). (2.13.14) 


Le rayon cherché du faisceau lumineux se trouve finalement exprimé 
par les paramètres géométriques À, L,, r,, r, du résonateur et par 
les paramètres f, k de la lentille thermique. En choisissant conve- 
nablement les paramètres géométriques, on peut obtenir la valeur 
maximale du rayon du faisceau. 


Les questions concernant l'adaptation de la lentille thermique de l’échan- 
tillon actif aux miroirs du résonateur sont examinées par exemple dans [6%. 68]. 
Dans l'ouvrage [68] on étudie, sur l’exemple de résonateur à deux échantillons 
actifs. la variation de la puissance de sortie du laser en fonction de la disposition 
relative des échantillons actifs et des miroirs du résonateur compte tenu des 
lentilles thermiques induites. 

Il est apparu qu’en pratique la distance focale f de la lentille thermique 
induite dans un élément actif solide dépend non seulement de la puissance et de 
la répartition spatiale du rayonnement de pompage mais également de la puis- 
sance du rayonnement laser. Quant au paramètre h, sa valeur reste pratiquement 
constante pour des puissances de pompage les plus différentes. Ceci permet de 
considérer le résonateur d’un laser à solide réel comme un résonateur à lentille 
interne dont la position est fixée et la distance focale peut varier dans un certain 


(4—1345 
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intervalle de valeurs. 11 en résulte une grande importance pratique que revêt 
la mise au point de résonateurs dont la géométrie assure la plus faible sensibilité 
de la caustique du champ aux variations de la distance focale de la lentille 
interne. Cette question est analysée dans l'ouvrage [69] qui examine des réso- 
nateurs à miroirs plan et sphérique. L'analyse donnée dans [69] permet de cal- 
culer les résonateurs des lasers à solides insensibles aux variations de la distance 
focale de la lentille thermique induite dans l'élément actif. 
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11 existe un procédé bien efficace de lutte contre les distorsions 
du front d'onde du rayonnement émis dues à l'effet de lentille ther- 
mique et à l’incurvation de l’élément actif par suite de sa dilatation 


Ke TT RS 
RS A 


Es i 2 


Fig. 2.85 


thermique. Ce procédé est basé sur l’utilisation des résonateurs dits 
à guide d'ondes qui permettent de réaliser des modes conservant la 
forme du front d'onde malgré les distorsions thermiques du réso- 
nateur (1). 

Résonateur à guide d'ondes ; modes de guide d ondes. — La fig. 2.85 
donne une idée de ce type de résonateur. Sur cette figure qui repré- 
sente en coupe longitudinale un élément actif réalisé sous forme de 
parallélépipède rectangle on distingue : Z, les faces polies supérieure 
et inférieure de l’élément actif; 2, le milieu entourant la surface 
latérale de l'élément actif (par exemple, un liquide de refroidis- 
sement); 3, les miroirs du résonateur orientés sous un angle & par 
rapport aux faces terminales de l'élément actif; L, la longueur de 
l'élément actif; d, la dimension transversale de l'élément actif 
dans le plan de la figure. On y voit également un faisceau lumineux 
qui subit deux fois une réflexion totale sur les faces 7 de l’élément 
actif (au lieu du faisceau lumineux on peut se contenter de la représen- 
tation d’un rayon lumineux, v. lignes en traits interrompus). Les 
portions hachurées sur la figure correspondent au volume de l’élé- 


(!) Les lasers à résonateurs à guides d'ondes ont été proposés en 1972 (voir 
[70]). Ils sont examinés dans [12]. 
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ment actif, qui ne participe pas à l’oscillation ; ce volume inopérant 
vaut 1/, de volume total de l'élément ; « et y sont respectivement les 
angles d’incidence et de réfraction pour la face terminale; ils sont 
reliés entre eux par la relation connue 


sin q/siny = n; (2.14.1) 


où nr est l'indice de réfraction de l’élément actif. 

Une chose importante: l'angle & (et donc l’angle y) déterminé 
par l'orientation du miroir du résonateur par rapport au plan de la 
face terminale de l'élément actif 
ne peut pas être choisi arbitraire- 
ment. Il est nécessaire que le pro- 
duit L'tg y soit multiple de la 
quantité d: 


L'ig Ym = md. (2.14.2) 


Dans ce cas, le rayon lumineux 
traversant l'élément actif subit m 
fois une réflexion totale sur les Fig. 2.86 

faces latérales de l'élément actif 

et quitte ce dernier sous le même angle «&,, sous lequel il y est entré. 
La fig. 2.86 explique la condition (2.14.2). 

Si les miroirs du résonateur sont orientés par rapport au plan 
de la face terminale de l'élément actif sous l’angle &« = &, défini 
par les relations (2.14.1) et (2.14.2), un mode de type m est excité 
dans le résonateur à guide d'onde. Le mode excité dans le guide 
d'onde est du type 2 pour le schéma de la fig. 2.85 et du type 5 
pour celui de la fig. 2.86 (1), 

Nombre de modes dans le guide d'ondes du résonateur. — Le 
nombre de modes possibles dans le guide d'ondes du résonateur est 
limité par la condition de réflexion totale interne sur les faces 
latérales de l'élément actif: 


cos y > m/n, (2.14.3) 


TS RUP 
ANA 


RTS 


où 7, est l'indice de réfraction du milieu entourant les faces laté- 
rales de l'élément (7, < n). Si cos y << n;/n, le rayonnement sort 
de l'élément actif par les faces latérales. 


(t) Les figures 2.85 et 2.86 correspondent à un résonateur à guide d'ondes 
plan parce que la réflexion n’est pas considérée sur toutes les quatre faces laté- 
rales de l'élément actif mais seulement sur deux faces opposées (supérieure et 
inférieure). D’une manière plus générale, il convient de tenir compte également 
de la réflexion sur l'autre paire de faces latérales (résonateur à guide d'ondes 
fermé) ; dans ce dernier cas, chaque mode excité dans le guide d'onde sera carac- 
térisé par deux indices au lieu d’un seul. 


14* 
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Récrivons (2.14.3) sous la forme 
1/( + te° v) > (n/n)° 


et introduisons dans cette expression la relation (2.14.2). On obtient 
finalement la condition qui limite les valeurs possibles de "7 pour 
les modes excités dans le résonateur considéré: 


L n \2 
n<— (==) — 1. (2.14.4) 

Parmi les modes définis par la condition (2.14.4) peuvent se 
trouver des modes qui subissent une réflexion totale interne non 
seulement sur les faces latérales mais également sur les faces termi- 
nales de l'élément actif. De tels modes circulent à l’intérieur de 
l'élément actif et sont donc des modes parasites. Ces modes satisfont 
à la condition sin y,» > 1/7 ou encore à la condition tg° y,/(1 + 
+ 19° Ym) > 1/r°. En y portant (2.14.2), on obtient 


L Î 
m>— ce (2.14.5) 
Si 
RS CU LAS 9 


les modes parasites ne prennent pas naissance et le nombre de modes 

à utiliser est donné par la condition (2.14.4). Dans le cas contraire, 
le nombre de modes utiles est déter- 
miné à partir de l'inégalite 


L 1 
m<— ar pe (2.14.7) 

En déterminant Je nombre de mo- 
des dans le guide d'onde, il convient 
de tenir compte du fait que l'angle & 
peut être tant positif que négatif; le 
nombre de modes défini par la condition 

Fig. 2.87 (2.14.4) (ou par la condition (2.14.7)) 

doit donc être multiplié par 2. On 

distingue ainsi, selon le signe de l’angle «, les modes du type +m 

et les modes du type —m. La fig. 2.87 montre à titre d'exemple les 
modes du type +3 et ceux du type —3. 

Résonateur à guide d'onde du type à demi-longueur. — En uti- 
lisant un système constitué de quatre miroirs, on peut exciter dans 
le résonateur deux modes à la fois dont les indices m sont égaux 
et de signes contraires. La fig. 2.88, a montre deux tels cas: pour 
]m | = 4 et pour | m | = 2. Il n’est pas difficile de voir que dans 
ces conditions le volume de l'élément actif est utilisé en totalité. 
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La droite en traits interrompus de la fig. 2.88, a représente la 
coupe suivant le plan de symétrie: la droite de la figure est l’image 
par réflexion de la gauche. Il s'ensuit que la marche des rayons lumi- 
neux dans la partie de droite de la figure ne sera pas changée si 
l'on élimine sa partie de gauche en remplaçant le plan de symétrie 


Fig. 2.88 


par un miroir plan à réflexion totale (fig. 2.88, b). Les résonateurs 
représentés sur la fig. 2.88, b sont appelés résonateurs à guide d'onde 
du type à demi-longueur ; dans le premier des cas considérés sont 
excités des modes à indice fractionnaire (m — <+1/, et m = —{\/,), 
et dans le second cas les modes à indice entier (m = <+1Â et m = —1). 
Fait remarquable, pour exciter un mode à indice fractionnaire 
dans un résonateur à guide d'onde du type à demi-longueur, il 
suffit d'avoir un seul miroir in- 
cliné sous l'angle «& (fig. 2.89, a). 
Quant aux modes à indice entier, 
leur excitation exige de mettre 
en œuvre les deux miroirs incli- 
nés (fig. 2.89, b). Ceci signifie que 
les modes à indices —-m et —m 
entiers (et en particulier les modes 
+1 et —1) sont dans le resonateur 
à guide d'onde du type à demi- 
longueur mutuellement couplés. 
Avantages des résonateurs à 
guides d'ondes. — L'emploi de ré- | 
sonateur à guide d'onde permet Fig. 2.89 
d'éviter la déformation du front 
d’onde du rayonnement par la lentille thermique induite dans l'élé- 
ment actif. Cette possibilité est bien illustrée sur la fig. 2.90 qui 
représente un résonateur à guide d'onde du type à demi-longueur 
fonctionnant sur le mode m — +1. L'existence de la lentille ther- 
mique suppose la variation de l'indice de réfraction en fonction de 
la coordonnée transversale y: n = n (y). Envisageons une mince 
couche de milieu actif limitée par les plans y et y + Ay (v. fig. 2.90). 
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Il n'est pas difficile de voir que tout rayon lumineux du mode 
m — +1 traverse cette couche deux fois en y parcourant un même 
chemin optique égal à n (y) Ay/sin y (la figure montre trois rayons 
lumineux : 7, 2, 3). La position de la couche par rapport à l'axe y 
est choisie arbitrairement ; ceci signifie que si tout l’élément actif 
est divisé en couches minces parallèles, la remarque faite ci-dessus 
sur l'égalité des chemins optiques pour tous les rayons lumineux 
dans le mode sera valable pour chaque couche et donc pour l’ensem- 
ble de l’élément actif. Autrement dit, dans le résonateur représenté 
sur la fig. 2.90, chaque rayon lumineux du mode parcourt dans 


Fig. 2.90 


l'élément actif ur même chemin optique. De là résulte que dans le 
cas considéré la lentille thermique de l'élément actif ne peut pas 
déformer le front d'onde du faisceau lumineux. 

Signalons que les résonateurs à guide d'ondes permettent de 
choisir des combinaisons de modes qui se trouvent insensibles non 
seulement à la lentille thermique mais également à d’autres distor- 
sions thermiques de l’élément actif (par exemple, à l’incurvation 
de l’élément actif due à sa dilatation thermique). On arrive à obte- 
nir dans tous les cas une compensation mutuelle des changements du 
front d’onde du faisceau lumineux qui interviennent au cours de 
sa propagation le long de l'élément actif déformé. 

L'avantage du résonateur à guide d'ondes devant le résonateur 
ordinaire à miroirs plans et parallèles est mis en évidence sur la 
fig. 2.91 [12] qui montre deux courbes expérimentales traduisant 
la variation de la puissance de sortie Ws- du laser en fonction du 
nombre W d'éclairs de la lampe de pompage; la courbe J se rapporte 
au résonateur ordinaire, et la courbe 2 au résonateur à guide d'ondes 
(dans les deux cas, l’élément actif fonctionnait sans refroidissement 
artificiel, ce qui conduisait à son échauffement rapide). On voit 
sur cette figure que si dans le résonateur ordinaire les distorsions 
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thermiques conduisent relativement vite au décrochage d’oscillation, 
dans le résonateur à guide d'ondes on observe une chute relative- 
ment lente de la courbe (remarquons que cette chute est déterminée 
non par les distorsions thermiques de l'élément actif mais par la 
dégradation de ses caractéristiques 
d'oscillation avec l'élévation de la 
température). 

Les recherches menées à propos 
des lasers à résonateurs à guide d'’on- 
des ont permis de constater les hau- 
tes propriétés sélectives de ces réso- 


nateurs et ceci tant pour la sélection 0 10 20 30 N 
des modes transverses que pour la sélec- 
tion par fréquence. Pratiquement dans Fig. 2.91 


toutes les variantes du résonateur à gui- 

de d'ondes on constate le fonctionne- 

ment monomode (sélection du mode longitudinal central). Les re- 
cherches concernant le laser à grenat d’yttrium-aluminium dopé 
au néodyme [71], utilisant un résonateur à guide d’ondes, ont montré 
que le fonctionnement monomode est réalisable jusqu’à des puis- 
sances de pompage provoquant la destruction du cristal. Dans le 
même laser, on a réalisé l’oscillation sur un seul mode transverse ; 
le nombre de Fresnel était dans ce cas supérieur à 10%. 
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“Un guide d’ondes optique en couche mince représente une couche 
diélectrique d’épaisseur d de l’ordre de la longueur d'onde émise 
(d & 1 um) portée sur un support 
(fig. 2.92). Dans ce qui suit nous 
limiterons nos descriptions à un 
cas bidimensionnel où les rayons 
lumineux ne quittent pas le plan 
| yz (l'axe y est perpendiculaire au 
DIT ann IQ plan séparant la couche et le sup- 
CT, a 0 port; l'axe z correspond au sens 
dans lequel se propage le rayonne- 
Fig. 2.92 ment dans le guide d'ondes optique 
en couche mince). De même que 
| dans un guide d'ondes diélectrique 
ordinaire, la propagation de la lumière dans une couche repose sur 
le phénomène de réflexion interne totale, ce qui implique que soient 
vérifiées les inégalités suivantes: 


n>œn et R>n (2.15.1) 
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où 7, n;,, n. Sont les indices de réfraction de la couche, du support 
et du milieu au-dessus de la couche respectivement. Le milieu 
au-dessus de la couche étant généralement constitué par l’air, nous 
supposerons que 7e << Ne 

La fig. 2.92 montre un rayon lumineux à l’intérieur de la couche 
qui subit une réflexion totale sur ses frontières ; l'angle d'incidence 
du rayon sur la frontière de la couche est désigné par 6. Le rayon 
parcourt à l’intérieur de la couche un trajet en zigzag; à ce propos 
on parle des rayons en zigzag (des ondes lumineuses en zigzag). 
Le concept de tels rayons (ondes) permet de considérer certaines 
questions de principe que pose la propagation de la lumière dans 
les guides d'ondes en couche mince. 

Une étude rigoureuse de l’optique des couches diélectriques. basée 
sur les équations de Maxwell, est donnée par exemple dans [72]. 
Les phénomènes optiques intervenant dans les guides d'ondes opti- 
ques en couche mince sont examinés en détail dans [73 à 77]; v. aus- 
si [2], chap. 28. 

Les couches diélectriques minces ne sont pas utilisées que comme 
éléments passifs destinés à la transmission des signaux optiques. 
Elles sont également employées comme éléments actifs (lasers dits 
à couches minces); en outre, elles sont utilisées pour la réalisation 
des interactions non linéaires des ondes lumineuses : pour la généra- 
tion d’harmoniques optiques, la génération paramétrique de lu- 
mière, l'effet Raman stimulé. Dans [73] on lit en particulier que 
l'utilisation des guides d'ondes en couches minces diélectriques 
ouvre la perspective de réalisation de dispositifs de rayonnement 
laser miniatures, de modulateurs optiques. de filtres optiques. 
d'oscillateurs paramétriques optiques et d’autres éléments pour les 
systèmes de communications à grande capacité d’information, de 
dispositifs de calcul à grande rapidité de fonctionnement et pour les 
systèmes de traitement optique de l'information... Une telle pers- 
pective a servi de base pour la création, à la charnière de la techni- 
que des micro-ondes et de l’optique, d’un nouveau domaine d’études 
et de recherches qui a reçu le nom d'optique intégrée. 

Dans le paragraphe actuel, nous ne considérons que quelques 
questions relatives à la propagation de la lumière dans les guides 
d'ondes en couches minces ainsi que les lasers à couches à rétroaction 
distribuée. 

Modes d’oscillations dans une couche mince. — Etant donné 
deux polarisations possibles de la lumière, on distingue deux types 
différents de modes se propageant dans un guide d’ondes en couche 
mince : TM et TE. Une idée de ces modes est donnée par la fig. 2.93. 
Sur la fig. 2.93, a les composantes non nulles des vecteurs champs 
sont £,, E. et H, (cette dernière est orientée perpendiculairement 
au plan des vecteurs E et k). C’est un mode TM, c’est-à-dire trans- 
verse magnétique; le vecteur H pour ce mode est perpendiculaire 
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à la direction de propagation du rayonnement dans le guide. Sur 
la fig. 2.93, b les composantes non nulles sont H,, H.et E,. C'est 
un mode TE, c’est-à-dire transverse électrique ; le vecteur E pour ce 
mode est perpendiculaire à la direction de propagation du rayonne- 


A 
TE | 


Fig. 2.93 


ment. Comme les conditions aux limites sur la surface de séparation 
de deux milieux sont pour les composantes du champ perpendicu- 
laire et parallèle à la frontière indépendantes les unes des autres, 
les modes TM et TE peuvent être considérés comme mutuellement 
indépendants. Ceci signifie en par- 
ticulier qu'ils ne se transforment 
pas l’un en l’autre par suite des 
réflexions sur !les frontières de la 
couche. 

Prenons, par exemple, le mode 
TE et considérons la dépendance, 
vis-à-vis du temps et des coor- Fig. 2.94 
données spatiales, d’une fonction 
scalaire qui décrit une des composantes du champ de ce mode, par 
exemple E,; désignons cette fonction par u (y, z, t). Remarquons 
qu’on pourrait choisir avec le même succès la composante F7, ou 
H, (ou considérer les composantes du mode TM). Le champ de 
rayonnement dans le guide d'ondes peut être représenté sous forme de 
superposition de deux ondes lumineuses monochromatiques planes 
dont les vecteurs d'onde (vecteurs k” et k”) sont montrés sur la 
fig. 2.94 (|k'|=]k"| = Xn; À = wc): 


u (y, 5, t) = U lexp (ik’r) + exp (ik”r)] exp (—it). (2.15.2) 
En tenant compte (v. fig. 2.94) que 
k'r= hk;y+ ki: = kn (y cos 0 +: sin 8); 
kr = y + Ki: = kn (—y cos 6 + z sin 0), 
récrivons (2.15.2) sous la forme 


u (y, 5, t) = U lexp (ikny cos 0) + exp (—ikny cos 6)] X 
X exp (iknz Sin 6) exp (—ivwt). (2.15.3} 
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Notons 
B = knsin0; b = kn cos 06. (2.15.4) 
Avec ces notations l’expression (2.15.3) prend la forme 
u (y, z, t) = U lexp (iby) + exp (—iby)] exp (iBz — iwt). (2.15.5) 
Remarquons que si le résultat (2.15.5) est considéré non pour la compo- 
sante E, du mode TE, mais relativement à la as H, par exemple, 
l'amplitude U doit être remplacée par l'amplitude Un sin 6 (ceci résulte de la 
relation qui relie entre eux les vecteurs E et H d’une onde plane). Ainsi, c’est 


seulement la composante de champ indépendante des coordonnées spatiales et 
du temps qui variera. 


L'expression (2.15.5) montre que le rayonnement se propage 
dans la couche le long de l’axe z à une vitesse 


vu = &/B = ckiB = c/nsin 6, (2.15.6) 

et que sur l'axe y il se forme une onde stationnaire 
w (y) = U [exp (iby) + exp (—iby}] = 2U cos (by). (2.15.7) 
Cette dernière circonstance signifie que dans la direction de l'axe 


y doit se réaliser la condition de résonance (par analogie avec une 
onde stationnaire dans un réso- 


ñ) (-®) nateur ordinaire). Cette condition 
| à —— détermine les valeurs admissibles 
Sy du paramètre b, et donc de l'an- 
r (-Ÿ) gle 6, pour les modes qui peuvent 
se propager dans la couche consi- 

Fig. 2.95 dérée. 


Pour obtenir la condition de 
résonance, il convient de considérer 
la propagation de l’onde en zigzag du point À au point B par exemple 
(fig. 2.95), ce qui correspond à une double traversée de la couche 
d'épaisseur d. Dans ce cas, en plus du déphasage géométrique dans 
le sens de l'axe y égal, comme il est aisé de le voir, à 2bd, il faut 
encore tenir compte des variations subies par la phase de l’onde 
lors des réflexions sur les frontières inférieure et supérieure de la 
couche. Désignons ces variations respectivement par —1Ÿ et —. 
On montre (v. par exemple [72]) que 


p=2 arctg LEE (2.15.8a) 


p=2 arctg VE UM. (2.15.8b) 
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La variation totale de la phase de l'onde (le long de l’axe y) au 
cours du double passage par l'épaisseur de la couche doit être mul- 
tiple de 2x: 

2bd —p—q=2n1m; m=0,1,2,... (2.15.9) 


La relation (2.15.9) exprime la condition de résonance cherchée. 

À un entier » donné correspond un angle donné sous lequel le 
rayon lumineux tombe sur la frontière de la couche (angle 6,,) et 
donc des valeurs déterminées des paramètres B,,, bm, Ÿm» Pm (puis- 
que tous ces paramètres sont, en vertu de (2.15.4) et (2.15.8), fonc- 
tions de 6). C’est pourquoi la relation (2.15.9) doit, en toute rigueur. 
s’écrire sous la forme 


| 26m d — me — Pi = 2nm |. (2.15.10) 
mm mm | 


L'indice m fixe l’ordre du mode dans le guide d’ondes en couche 
mince. Les modes d'ordres différents diffèrent l’un de l'autre par 
la valeur de l’angle 6 qui ne peut prendre, suivant la condition 
de résonance indiquée plus haut, que des valeurs discrètes 6:;'. 
Pour trouver 6,, il faut résoudre l'équation transcendante (2.15.10). 

Lorsque l'indice m augmente, l’angle 6,, diminue. Il en résulte 
que la valeur du paramètre b,, augmente alors que celle du paramètre 
Bm diminue avec l'augmentation de m; cf. (2.15.4). Cette dernière 
circonstance signifie que la vitesse de propagation du rayonnement 
à travers la couche le long de l’axe z, définie par (2.15.6), augmente 
en même temps que l'indice m. Comme le montre la relation (2.15.8), 
les paramètres Ÿ» et Pm diminuent lorsque m augmente. Ainsi, on a 


>>>... Bo>B>bBr>e.es bo hi Lbe L... 
Vo>h>be> rs PM >PaZ..e (2.15.11) 


Nombre de modes dans la couche.— Le processus de diminution 
de l'angle 6,, avec l'augmentation de m (de même que le processus 
de variation des autres paramètres) ne peut pas durer indéfiniment. 
Il est evident que l’angle 8, ne peut devenir inférieur à l'angle 
limite de réflexion interne totale sur la frontière entre la couche 
et le support Giim, défini par la relation connue 


sin Ogim = Aj/n (2.15.12) 


* 


p* (Ogtm) — (kn,)* = (kn)* sin* Ogm — (An,)* = 0. 


Ainsi, dans le cas où l’angle 6 tout en diminuant devient égal à l’an- 
£gle Om, l'expression sous le radical dans (2.15.8a) s’annule. La varia- 


() Il sera montré plus loin que les modes d'ordres différents se distinguent 
entre eux aussi par la répartition du champ suivant l'axe y. 
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tion de la phase de l’onde sur la frontière entre la couche et le sup- 
port devient donc nulle elle aussi. Pour des angles 0 << 6,5 cette 
expression sous le radical devient négative; une réflexion interne 
totale ne se produit pas. Il est clair que pour 8 << 6;5n l'onde ne 
peut plus être un mode du guide d'ondes en couche mince considéré. 
La condition 


8, > arcsin (7,/n) (2.15.13) 


restreint le nombre de modes qui peuvent se propager dans un guide 
d’ondes en couche mince donné. C’est ainsi par exemple que dans 
une couche de Ta,O, de d = À = 0,78 um d'épaisseur, déposée 
sur un support en verre, ne peuvent se propager que quatre modes 
(m = 0; 1; 2; 3). 

Répartition du champ pour les modes dans le guide d’ondes. — Sui- 
vant (2.15.7) la répartition du champ le long de l’axe y pour un 
mode d'ordre m se décrit à l’intérieur de la couche par une fonction 
de la forme 


Wm (y) = 2U cos (bhy). (2.15.14) 


On montre (v. par exemple [75]) que sur la frontière supérieure de la 
couche la fonction w,, (y) prend la valeur 


Um = 2U cos (pm’2), (2.15.15a) 
et sur la frontière inférieure la valeur 
Um = 2 (—1}" Ü cos (1/2). (2.15.15b) 


Dans le support et dans le milieu se trouvant au-dessus de la couche, 
le champ décroît suivant une loi exponentielle (à mesure que l’on 
s'éloigne de la frontière de la couche). La répartition du champ 
au-dessus de la couche peut se représenter sous la forme 


Un (Y)=wm exp (—V/ BE —(kn)?Y) (2.15.16a) 
si l’on convient de compter la coordonnée Ÿ à partir de la fron- 
tière supérieure de la couche. La distance 

Pm=lPm—(kn.)?2]"1/2 (2.15.17a) 
est celle sur laquelle le champ est réduit à !’, de sa valeur sur la 


frontière supérieure de la couche. La répartition du champ dans 
le support présente un caractère analogue 


Um (Y')=um exp (VBA — (An) Y'); (2.15.16b) 


(ici, la coordonnée Ÿ”” est comptée à partir de la frontière inférieure 
de la couche). La distance 


Pu=lBh—(4n,)?]" 1/2 (2.15.17b) 
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est celle sur laquelle le champ tombe à la fraction !/, de sa valeur 
sur la frontière inférieure de la couche. 

La fig. 2.96 montre la répartition du champ pour les quatre pre- 
miers modes (m = 0; 1; 2; 3); le trajet du rayon en zigzag pour 
chacun de ces modes est représenté à la partie inférieure de la figure. 


fol2bo 


d 
Do 
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On notera que l’image de la répartition du champ à l'intérieur de la 
couche n’est pas symétrie par rapport à la droite horizontale passant 
exactement par le milieu de la couche: elle est un peu déplacée 
vers la frontière inférieure de la couche, ce qui est lié à l’inégalité 
No CN, (pour nr: > n,, cette image serait déplacée vers la fron- 
tière supérieure, pour #, = ñn,, elle serait symétrique par rapport 
au milieu de la couche). En utilisant l'inégalité n: << n, et les 
formules (2.15.8), il est aisé de conclure que oh > et par consé- 
quent (v. (2.15.15)) 


lun | <ux |. (215.18) 
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Les conditions aux limites (2.15.15) déterminent entièrement la 
position sur l’axe y de la cosinusoïde (2.15.14) qui décrit la réparti- 
tion du champ à l’intérieur de la couche ‘?). 

La répartition du champ au-dessus de la frontière supérieure et 
au-dessous de la frontière inférieure de la couche est encore plus 
asymétrique. Ceci tient tant à l'inégalité (2.15.18) qu'à l'inégalité 


Pm < Pms (245.19) 


qui découle elle aussi de l'inégalité n, > n,. À mesure que l'on 
s'éloigne de la frontière de la couche, le champ décroit plus lentement 
dans le support que dans le milieu au-dessus de la couche. Comme 
le montre la fig. 2.96, l'effet de présence de champ en dehors de Ja 
couche s’accentue avec l’augmentation de l'indice m fixant l’ordre 
du mode. 

En partant de (2.15.10), représentons l'épaisseur de la couche 
par l'expression de la forme suivante: 


d = (mb) + (Em/2bm) + (Qm/2bm). (2.15.20) 


On voit sur la fig. 2.96 que la portion d, = mn/b, correspond 
à la distance entre les maximums extrèmes de la cosinusoïde (2.15.14) ; 
à l’intérieur de cette portion la cosinusoïde passe m fois par zéro. 
On voit donc que le nombre de nœuds que comporte la répartition du 
champ est égal à l’ordre du mode se propageant dans le guide. 
La décroissance du champ suivant une lei exponentielle à l’exté- 
rieur de la couche, à mesure que l’on s'éloigne de sa frontière, ne 
doit pas inciter à penser que le champ s’affaiblit par suite de l’absorp- 
tion dans le support (ou dans le milieu au-dessus de la couche). 
Le fait est que dans le cas des modes se propageant dans le guide 
d'ondes optiques le flux d'énergie n'existe pas le long de l’axe y. 
Ici, tout le flux d'énergie lumineuse chemine seulement suivant 
l'axe : (c’est-à-dire le long de la couche), maïs la dimension trans- 
versale du flux est supérieure à l'épaisseur d de la couche d'une 
quantité approximativement égale à p, + P, (pour un mode d'or- 
dre m). On s'explique ainsi la notion d'épaisseur effective que l’on 
introduit dans le guide d'ondes en couche mince pour le mode d'ordre 
m : 
Dr = d + Pm + Pme (2.15.21) 


Les frontières correspondant à l'épaisseur effective D,, sont montrées 
sur la fig. 2.96 par des droites horizontales en traits interrompus. 

Méthodes utilisées pour l’introduction et l’extraction du rayon- 
nement.— Une épaisseur très faible (d Æ 1 um) de la couche fait 
naître des difficultés tant pour l'introduction du rayonnement dans 


() Pour déterminer la position de la cosinusoïde sur l'axe y, une seule des 
conditions (2.15.15) est évidemment suffisante. 
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la couche que pour l'extraction du rayonnement de la couche. On 
utilise largement deux méthodes d'entrée (de sortie) du rayonnement : 
par prisme de couplage et par diffraction (). 

Dans la première méthode (dite encore méthode par tunnel), on 
utilise un prisme triédre placé au-dessus de la couche de telle sorte 
qu'entre la base du prisme et la surface de la couche il existe un 
petit intervalle À de l’ordre de quelques dixièmes de la longueur 
d'onde émise (A & 0,22) . Pour introduire le rayonnement dans 


un CA TEA 
z FE fe, 4 
à D D ’ 
EE 
| 
; | 
a) | 


la couche, on dirige le faisceau lumineux canalisé sur le prisme 
de facon telle qu'il subisse une réflexion interne totale sur sa base 
(fig. 2.97, a). On sait qu'en cas de la réflexion interne totale le 
champ du rayon lumineux réfléchi pénètre au-delà de la surface 
réfléchissante à une profondeur de l’ordre de quelques fractions de 
la longueur d'onde (fig. 2.97, b). En mettant à profit ce phénomène, 
on peut réaliser un transfert efficace de l’énergie lumineuse du 
prisme dans la couche (ou en sens inverse). 

Dans la methode par diffraction, on porte sur les portions de 
la couche, au voisinage de ses bouts, un réseau de diffraction de 
phase dont la période est concordée avec la longueur d'onde émise. 
L'introduction (extraction) du rayonnement repose dans ce cas sur 
le phénomène de diffraction. 

La fig. 2.98 représente schématiquement les deux méthodes 
d'entrée et de sortie du rayonnement: par prisme (a) et par dif- 
fraction (b). On y distingue: Z, la couche mince; 2, le support; 
3, lerayonnement d'entrée (le rayonnement introduit dans la couche); 
4, le rayonnement de sortie (le rayonnement extrait de la couche). 
Dans les deux cas le contact entre le rayonnement extérieur et le 


() On utilise également la méthode de sortie (d'entrée) de rayonnement 
pe AR de la couche qui se rétrécit progressivement (voir par exemple 
13, 78]). 


(°) si jeu entre le prisme et la couche peut avoir une épaisseur variable (jeu 
en coin). 
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rayonnement à l’intérieur de la couche est réalisé sur une longueur 
l relativement grande. Cette circonstance détermine (à condition 
que l’angle d’incidence du rayonnement d'entrée soit mis en accord 
avec l'angle 6,, du mode correspondant) une efficacité suffisamment 
élevée du transfert de l’énergie lumineuse dépassant 50 % (l'efficacité 
de la méthode par prisme de couplage peut même atteindre 80 à 90 %). 

L'analyse des différentes méthodes d'entrée et de sortie du 
rayonnement dans le cas des guides d'ondes en couche mince est 
donnée en particulier dans [73, 75]. Dans ce qui suit nous examinons 
plus en détail la méthode du prisme de couplage. 

Principe de fonctionnement de l'élément de couplage prisme- 
couche.— Ce principe cest éclairé par la fig. 2.99. La droite en 


à 


4 
] 
b) 
Fig. 2.98 


traits interrompus passant par le prisme correspond au front plan 
de l'onde lumineuse tombant sur la base du prisme. Ce front est 
figuré à l'instant où l’onde lumineuse a atteint le point Z sur la 
base du prisme et en. vertu de l’effet de pénétration du champ de 
l'onde réfléchie au-delà de la surface réfléchissante, que nous avons 
indiqué plus haut, a excité une onde en zigzag au point 7° de la 
couche. En se propageant dans la couche, l’onde en zigzag parcourt 
la distance s entre la ligne 71” et la ligne 22” pendant un temps 


U = s/v, (2.15.22) 


où v est la vitesse de propagation du rayonnement suivant la couche 
le long del’axe z, définie par la formule (2.15.6). En se propageant 
à l’intérieur du prisme, le front d'onde parcourt la distance du 
point 4, au point 2 (cette distance est égale à s sin p; v. fig. 2.99) 
pendant un temps 

T= +, (2.15.23) 


_ cn 


où n, est l'indice de réfraction du prisme. 
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Au fur et à mesure que le front de l’onde tombant sur la base 
du prisme se déplace, des ondes en zigzag seront excitées aux dif- 
férents points de la couche: 7”, 2’, 3’, . . . Si, de plus, la condition 


TU = Tr (2.15.24) 


est réalisée, l'instant d’excitation de l’onde en un point quelconque 
de la couche coïncidera avec l’instant d'arrivée à ce point de l’onde 
qui se propage dans la couche. Il en résultera que l’onde excitée 
sera en phase avec l'onde déjà existante dans la couche, ce qui con- 
duira évidemment à une amplification de cette dernière. La condi- 
tion (2.15.24) est dite condition d'adaptation. Compte tenu de 
(2.15.6), (2.15.22) et (2.15.23), elle peut s’écrire sous la forme 


n sin 0 = n, sin ç. (2.15.25) 


La relation (2.15.25) montre qu'en donnant une valeur appro- 
priée au rapport n,/n ainsi qu’à l’angle , on peut réaliser la condi- 
tion d'adaptation pour un angle 6 déterminé, c’est-à-dire pour 
un mode déterminé. Ainsi, la méthode d'introduction du rayonne- 
ment dans la couche par prisme de couplage permet en principe 
d’exciter dans la couche n'importe quel mode donné. 

Rétroaction distribuée. — Supposons que l'indice de réfraction 
de l'élément actif soit spatialement modulé dans la direction de son 
axe optique (axe :): 


n (z) = n9 + An cos (2xz/A), (2.15.26) 


et que la période de modulation spatiale A est de l’ordre de gran- 

deur de la longueur d'onde émise. On est dans ce cas en présence 

d’une rétroaction dite distribuée qui per- 

met de réaliser l’oscillation laser sans 

avoir recours à un résonateur à miroirs 

réfléchissants. ——— 
Le principe de la rétroaction distri | === 

buée repose sur le phénomène de réfle- 

zion de Bragg des ondes lumineuses sur 

une structure périodique quise forme à 

l'intérieur de l'élément actif par suite de Fig. 2.100 

la modulation spatiale de son indice 

de réfraction. Les plans réfléchissants de 

la structure périodique sont représentés conventionnellement sur 

la fig. 2.100 par des droites en traits interrompus; la distance entre 

deux plans consécutifs est égale à la période de modulation spatiale 

A. Considérons la réflexion vers l’arrière des ondes lumineuses 

tombant suivant la normale à la surface des plans indiqués. Une 


15—1345 
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amplification mutuelle des ondes réfléchies aura lieu à condition 
que 


PAn = mA Ê (2.15.27) 


où n» est l’indice de réfraction de l’élément actif; m sont des entiers 
(pratiquement il ne convient de tenir compte que de m = 1). La 
condition (2.15.27) constitue dans le cas considéré la condition de 
réflexion de Bragg. 

Ainsi, au lieu de la réflexion des ondes lumineuses sur les miroirs 
du résonateur placés près des faces terminales de l'élément actif 
(ou sur ces faces), on peut mettre à profit l'effet de réflexion de 
Bragg des ondes lumineuses sur une structure périodique à l’inté- 
rieur de l'élément actif et ceci sur toute sa longueur. Il en résulte 
une rétroaction très sélective en longueur d'onde que l’on appelle 
rétroaction distribuée. Un laser à rétroaction distribuée produit un 
rayonnement dont les longueurs d'onde satisfont à la condition 
(2.15.27) et se situent dans les limites de la largeur de la raie ampli- 
ficatrice. 

Remarquons que des structures à inhomogénéités périodiques 
dont la période est comparable à la longueur d'onde électromagnéti- 
que sont largement utilisées pour l’amplification et la production 
de rayonnement dans le domaine des hyperfréquences (v. par exem- 
ple [79]) ; la fabrication de telles structures ne pose pas de problèmes 
particuliers étant donné que leur période est de l’ordre de 1 à 10 mm. 
Dans le domaine du rayonnement X, des structures périodiques 
correspondantes sont prévues par la nature elle-même, ce sont des 
réseaux cristallins (9. Quant au domaine optique, les structures 
exigées doivent avoir une période de l’ordre de { um. La réalisation 
pratique de telles structures n’est devenue possible qu’au cours des 
années 70 grâce au développement de la technologie microélectroni- 
que basée sur l’emploi de guides d’ondes optiques en couche mince. 
Le premier laser à rétroaction distribuée a été réalisé en 1974 [81]. 
Les principes et les particularités de fonctionnement de tels lasers 
sont examinés en particulier dans [82 à 84, 73]. 

La modulation spatiale de l'indice de réfraction de l'élément 
actif n’est qu'un des procédés de réalisation des lasers à rétroaction 
distribuée. Il existe d’autres procédés basés sur la modulation spa- 
tiale du gain d'amplification ou sur la modulation des paramètres 
géométriques (de la section transversale de l'élément actif). Les ques- 
tions concernant la réalisation pratique des différents procédés de 
la rétroaction distribuée dans le domaine optique sont examinées en 
particulier dans (831. 


._ () La possibilité de réalisation, sur la base de la structure périodique du 
réseau cristallin, d’un laser à rétroaction distribuée émettant dans la gamme de 
rayons À était envisagée dès 1965 [80]. 
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Lasers à rétroaction distribuée à couche mince. — Le laser à 
couche est un des éléments essentiels utilisés en optique intégrée. 
L'élément actif d’un tel laser est constitué par une couche mince 
activée. Il est évident que le résonateur à miroirs réfléchissants 
ne peut pas être utilisé dans le la- 
ser à couche. On a généralement 


K: 
recours à la rétroaction distri- [ll | | | | D 
buée. 
Comme couche active on uti- PE NS PRES 


lise bien souvent dans les lasers LL Z 
à rétroaction distribuée une pelli- LL U 
cule de gélatine dans laquelle est 

dissous un activateur, par exemple Fig. 2.101 

la rhodamine 6G (). Un exemple 

de tel laser est représenté sur la fig. 2.101 [85]. On y distingue: 
1, la pellicule de gélatine dopée à la rhodamine 6G (d Æ 1 um); 
2, le support à surface gaufrée (Ad Æ 0,01 1m, À & 1 um); 3, 
le rayonnement de pompage (deuxième harmonique émis par un 
laser à néodyme, À) = 0,53 1m); 4, le pri- 
sme pour l'extraction du rayonnement de la 
pellicule ; 5, le rayonnement laser. La rétroac- 
tion distribuée est assurée dans ce cas par une 
variation périodique de l'épaisseur de la cou- 
che active, due à la présence de la surface 
gaufrée du support. Le gaufrage de la surface 
du support est obtenu par attaque chimique 
a travers un masque réalisé par un procédé 
photolithographique. 

Un procédé intéressant est celui de modu- 
ee lation spatiale du gain d'amplification de la 
pellicule active grâce à une variation périodi- 
que de l'intensité du pompage optique cohé- 
rent le long de l’axe optique. A cet effet, on 


ù 


äd 


b) 27, peut utiliser, par exemple, le schéma du 
pompage représenté sur la fig. 2.102, a. On 
Fig. 2.102 y distingue : 7, un faisceau lumineux canalisé, 


issu du laser utilisé pour le pompage ; ?, 
une lame séparatrice de lumière; 3, les miroirs à réflexion totale; 
4, la pellicule active à pomper. Sur la surface de la pellicule tom- 
bent deux faisceaux lumineux cohérents (l’angle formé par les direc- 
tions de propagation des faisceaux est égal à 2). Il en résulte sur 


() En plus des lasers à rétroaction distribuée à pellicules de colorants 
organiques on utilise aussi largement des lasers à rétroaction distribuée à couche 
semi-conductrice. 


15% 
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la surface de la pellicule des franges d'interférences de période 
À = Àp/2 Sin q, (2.15.28) 


où À, est la longueur d'onde du rayonnement utilisé pour le pompage 
de la pellicule. Une variation périodique de l'éclairement de la surface 
de la pellicule entraîne une modulation spatiale correspondante 
de son gain d’amplification. 

En modifiant la disposition relative des miroirs 3 et de la pel- 
licule 4 dans le schéma de la fig. 2.102, a, on peut faire varier de 
façon continue la valeur de l’angle p et’donc la période de modula- 
tion \ (v. (2.15.28)). Comme la longueur d’onde émise par un laser 
à rétroaction distribuée à couche mince est déterminée par la période 
de modulation A (v. (2.15.27)), on peut par là même réaliser un 
. accord continu de la longueur d'onde émise par un tel laser. 

La fig. 2.102, b montre encore un schéma de la modulation 
spatiale du gain d’amplification de la pellicule active basé sur 
l’utilisation de l'interférence des faisceaux lumineux éclairant la 
pellicule. On y distingue : 7, le prisme; 2, la pellicule d'immersion; 
3, la pellicule active. L'utilisation du prisme dans ce schéma permet de 
réduire de n, fois la période de modulation A par rapport au schéma 
de la ‘fig. 2.102, a (n; étant l'indice de réfraction du prisme). 

La® possibilité de variation continue de fréquence émise (par 
commande des paramètres de la structure périodique) n’est pas le 
seul avantage des lasers à rétroaction distribuée. La réalisation du 
facteur de sélectivité pour les états photoniques sur toute la longueur 
du milieu actif conduit tout naturellement à des hautes caractéristi- 
ques spectrales et spatiales du rayonnement émis. On sait que dès 
maintenant les lasers à rétroaction distribuée dépassent considérable- 
ment, par ces caractéristiques, les lasers ordinaires (à résonateurs 
à miroirs) utilisant des milieux actifs analogues . 


Lasers à couches à structure périodiqueutilisée comme miroirsdu résonateur. — 
Il existe des lasers à couches dans lesquels la réflexion de Bragg des ondes lumi- 
neuses est réalisée non sur toute la lon- 
gueur de la pellicule mais seulement sur 


2 1 2 s 
des portions se trouvant prés des bouts 
Sal dela pellicule [84]. Une idée de tels 
SP 


’ lasers est donnée pur la fig. 2.103. On y 

LLLLOLLLLODID distingue : 7, la Dartié Aélive de la pelli- 

cule ; 2, les portions à variation pério- 

Fig. 2.103 dique de l’épaisseur de la pellicule ; 3, le 

Er support. Les portions 2 de la pellicule 

se comportent comme des miroirs utilisés 

dans les cavités laser ordinaires. Elles assurent le retour d'une partie du rayon- 

nement dans la pellicule (grâce à la réflexion de Bragg). En outre, ces portions 

font office de réseau de diffraction de phase en assurant la sortie d’une partie 
du rayonnement de la pellicule (sous forme de rayonnement laser) 


(*) Il est vrai que les lasers à rétroaction distribuée cèdent encore aux lasers 
ordinaires en paramètres énergétiques (rendement, valeurs de seuil des caracté- 
ristiques). 
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Ici, à la différence des lasers à rétroaction distribuée. l'élément actif ne com- 


porte pas d'inhomogénéités périodiques. Les lasers à couches de ce type sont 
appelés lasers à structure périodique utilisée comme miroir du résonateur. L'intérêt 
de ces lasers réside en ce que l'on peut faire varier de façon indépendante les 
longueurs de la portion active et des portions à structure périodique, ainsi que 
la période de cette dernière, ce qui permet en principe de trouver une variante 
optimale caractérisée par une suppression maximale des modes indésirables 
et une raie d'oscillation extrêmement étroite. 
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CHAPITRE 3 


DYNAMIQUE DE L’'OSCILLATION LASER 


Avec le développement des lasers, l’étude de la dynamique des 
processus qui déterminent le mécanisme physique de leur fonction- 
nement aux différents régimes revêt une importance de plus en plus 
grande. Ceci s'explique avant tout par la nécessité de réaliser des 
lasers à valeurs données des paramètres tels que l’énergie d’impulsion, 
la durée de l’impulision, les puissances moyenne et de crête. la 
fréquence de répétition des impulsions et autres. Un problème de 
grande importance pratique est la construction de lasers à caracté- 
ristiques extrémales et en particulier la mise au point de lasers de 
très grande puissance. I] est également bien important d'assurer la 
stabilité de différents régimes d'oscillation et une bonne reproducti- 
bilité des paramètres du rayonnement d’une impulsion à l’autre. 
L'étude de la dynamique de l’oscillation laser sert de base à la 
commande des paramètres du rayonnement laser, problème qui pré- 
sente un grand intérêt pratique. Remarquons que cette étude est 
organiquement liée à celle de la structure spatio-temporelle réelle 
du rayonnement produit par les lasers, ce qui est d'une importance 
fondamentale pour l'interprétation des phénomènes optiques non 
linéaires sur lesquels repose le fonctionnement des oscillateurs para- 
métriques optiques, des générateurs d'harmoniques optiques et des 
lasers Raman. 

Les lasers existant à l'heure actuelle permettent d'obtenir des 
impulsions lumineuses de différente durée égale à quelques m illise- 
condes, microsecondes, nanosecondes ou même picosecondes. On a réalisé 
les régimes de génération tant d'impulsions uniques que de suites 
d’impulsions caractérisées par les différentes fréquences de répéti- 
tion (dans une gamme allant à environ 10 MHz et en régime de 
synchronisation des modes jusqu’à plusieurs gigahertz). Les valeurs 
de la puissance de crête des impulsions émises sont comprises dans 
une large gamme qui s'étend jusqu'à 10° W et plus. 

Les impulsions de rayonnement laser trouvent de très nombreuses. 
applications dans diverses technologies liées au traitement des maté- 
riaux, dans les radars optiques, dans les télécommunications, dans 
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la technique de mesure, dans les systèmes de traitement d’informa- 
tion, danslesdifférentes recherches physiques, chimiques et biologiques 
en médecine, etc. Remarquons que la réduction de la durée des 
impulsions laser et de leur temps de montée est nécessaire par exem- 
ple pour l’échauffement à haute température du plasma (problème 
de la fusion thermonucléaire contrôlée); la réduction du temps de 
descente des impulsions lumineuses courtes est nécessaire pour l’étude 
des processus de relaxation ainsi que pour la résolution des problèmes 
qui se posent actuellement devant la technique des mesures. Cer- 
tains processus technologiques, l'holographie, le pompage des oscil- 
lateurs paramétriques optiques peuvent exiger au contraire une aug- 
mentation relative de la durée des impulsions laser. 

Une des premières descriptions systématiques des régimes non 


stationnaires d'’oscillation laser a été donnée dans [1]; v. aussi 
{2 à 6]. 


$ 3.1. GÉNÉRALITÉS SUR LES RÉGIMES 
DE FONCTIONNEMENT DES LASERS 


Les régimes d'oscillation laser réalisés en pratique sont en règle 
générale des régimes impulsionnels. Leur description est en principe 
impossible à donner sans examiner la dynamique des processus. 
Mais les questions de la dynamique jouent un rôle important aussi 
dans l’étude des lasers fonctionnant en régime continu. En toute 
rigueur, l'oscillation laser est pratiquement toujours non station- 
naire. L'oscillation stationnaire n'est en fait qu'une idéalisation 
applicable à la description, avec une certaine approximation, de 
quelques situations réelles. 

Causes de l'état non stationnaire de l'oscillation laser. — Üne 
cause évidente de l'oscillation non stationnaire est due au pompage 
non stationnaire, souvent utilisé en pratique, par exemple le pompage 
par rayonnement des lampes à éclairs ou par impulsions d’une décha- 
rge électrique. Une autre cause non moins évidente est la variation 
délibérée dans le temps soit de la valeur des pertes nuisibles (modula- 
tion du coefficient de surtension ou de qualité de la cavité résonnante), 
soit de la valeur des pertes utiles (modulation de charge). L'introduc- 
tion dans la cavité optique d'éléments non linéaires, par exemple, 
d'un absorbant (filtre) saturable résonnant (!), peut également provo- 
quer une oscillation non stationnaire. 

Les causes de l’état non stationnaire de l'oscillation, indiquées 
ci-dessus, sont liées à une « intervention » intentionnelle dans le 
processus d’oscillation. Or, il existe des facteurs qui agissent en un 


(:) L'introduction dans la cavité d'un filtre saturable conduit en général 
a une réduction de la stabilité de l'oscillation stationnaire et, dans des condi- 
tions déterminées, peut provoquer des pulsations entretenues de la puissance 
émise (voir par exemple [7, 8]). 


6 3.1] GENÉRALITES SUR LES REGIMES DE FONCTIONNEMENT 235 


certain sens à notre insu et malgré notre volonté. Ces facteurs peuvent 
être de nature tant technique que physique. 

Parmi les facteurs d'origine technique signalons l'instabilité des 
paramètres de la cavité résonnante, du milieu actif, du système de 
pompage (par exemple, un échauffement inégal de l'élément actif 
au cours du pompage par impulsions, des vibrations des miroirs 
de la cavité). Les recherches ont mis en évidence le rôle important 
que jouent les instabilités d'origine technique; on a constaté que 
les lasers sont très sensibles à toute sorte de perturbations de leurs 
paramètres (v. [9, 10] ainsi que (41). 

En énumérant les facteurs d’origine physique, signalons avant 
tout le caractère multimode que présente dans la plupart des cas prati- 
ques le rayonnement laser. Aux différents modes correspond une struc- 
ture différente du champ dans la cavité résonnante, une valeur dif- 
férente des gains d'amplification et des pertes. Le caractère du régime 
d’oscillation dépend du nombre de modes simultanément excités ; 
l'entrée en oscillation de chaque nouveau mode trouble en général 
la cinétique stable de l’oscillation [11]. La répartition de l'énergie 
de rayonnement entre les modes peut être différente à des instants 
différents de temps: les conditions les plus favorables peuvent se 
créer d'abord pour certains modes et ensuite pour d’autres (v. par 
exemple [12]). 

Notons ensuite que les probabilités par unité de temps des transi- 
tions entre les niveaux des centres actifs ont une valeur finie. Ceci 
signifie que les processus de peuplement et de relaxation des niveaux 
des transitions laser se caractérisent par une certaine inertie. Il en 
résulte que l’inversion de populations des niveaux, réalisée par le 
pompage. ne cesse pas de croître après avoir atteint sa valeur de 
seuil; de même, le rayonnement émis réduit ensuite l’inversion de 
populations à une valeur inférieure à celle de seuil. On constate donc 
des variations périodiques dans le temps de l’inversion de popula- 
tions autour de sa valeur de seuil, ce qui conduit à des fluctuations 
de la puissance émise [2]. 

En outre, il faut ne pas perdre de vue que le rayonnement laser 
résulte de l’amplification sélective de la luminescence primaire. 
En d’autres termes, le rayonnement laser a pour origine les processus 
aléatoires d'émission spontanée. La situation, irrégulière dans le 
temps et dans l'espace, se trouve ordonnée mais non totalement 
lorsque le laser entre en oscillation. Remarquons que le filtre satu- 
rable, placé dans la cavité résonnante et caractérisé par un temps 
de relaxation suffisamment faible, manifeste une tendance à accen- 
tuer (amplifier) les fluctuations les plus intenses dans la répartition 
initiale du champ de rayonnement (v. par exemple [13, 14]). 

Régime d'oscillation libre (régime relaxé). — Supposons que 
la cavité résonnante du laser ne renferme que l'élément actif et 
a utilise aucun élément non linéaire ni un élément dont les propriétés 
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varient sous l’action des signaux extérieurs. On dit dans ce cas que 
le laser fonctionne en régime d'oscillation libre ou en régime relaxé. 
En fait, ce terme réunit plusieurs régimes différents dont le trait 
commun est l’absence d’une commande spéciale de l’oscillation, 
l'absence d'une action extérieure sur l'oscillation. En particulier, 
il n’y a aucune modulation (ni active, ni passive) de qualité de 
la cavité résonnante. L'’oscillation libre peut avoir lieu tant avec 
le pompage par impulsions qu'avec le pompage en continu. 

La plus intéressante est l'oscillation libre des lasers à solides. 
Le signal de sortie produit par un laser à solide fonctionnant en régime 
relaxé apparaît en règle générale sous forme de train d’impulsions 
relativement courtes que l’on appelle picots (!). La durée de chaque 
picot distinct varie de 1077 à 10-$ s (0,1 à 1 us); sa puissance atteint 
10* à 405 W. L'intervalle de temps séparant deux picots successifs 
est de l’ordre de 4 à 10 us. 

La fig. 3.1 représente trois oscillogrammes du rayonnement 
d’un laser à solide correspondant à trois types caractéristiques de 
pulsations (à trois régimes caractéristiques de picots) [4] : a) le régime 
de pulsations régulières décroissantes aboutissant à l’émission d’un 
rayonnement de puissance constante; b) le régime de pulsations 
régulières permanentes; c) le régime de pulsations irrégulières perma- 
nentes (2), 

La présence de picots dans les courbes du rayonnement de sortie 
a été constatée dès les premières expériences sur laser à rubis effectuées 
en 1960 [15]. Mais la nature des picots continue jusqu'à présent à faire 
l’objet des recherches (v. par exemple [46 à 18]). En partant d'un 
modèle monomode du laser, on montre que les pulsations régulières 
décroissantes sont liées aux phénomènes transitoires qui accompagnent 
le début de l'oscillation à l'application de chaque impulsion de pom- 
page ; autrement dit, ces pulsations sont dues à l’inertie des processus 
de peuplement et de relaxation des niveaux que nous avons signalée 
plus haut (1, 2]. Le régime de picots peut être substantiellement 
influencé par le caractère multimode d'oscillation [4. 41, 16 à 20]; 
en particulier, l’oscillation sur plusieurs modes peut conférer aux 
pulsations un caractère irrégulier. 

C'est surtout la nature des régimes de pulsations permanentes 
qui posait beaucoup de questions. Les études des régimes de picots 
des lasers à solides et en particulier du laser à grenat d’yttrium- 
aluminium dopé au néodyme ont confirmé l'hypothèse avancée’dans 


. ° . : Rp 

(*) Dans les lasers à gaz, les pulsations de puissance sont moins sensibles. 

(*) Dans le cas du pompage par impulsions, les pulsations permanentes ont 
lieu pendant un intervalle de temps correspondant à la durée d’une impulsion 
de pompage. Pour les lasers à solides, la durée de cet intervalle est de 0,1 à 1 us. 
Dans les lasers à colorants, on utilise des impulsions de pompage plus courtes, 
jusqu'à 1 us. Ceci est nécessaire pour réduire l'influence due a l’absorption tri- 
plet-triplet. 
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[9] que les pulsations permanentes sont dues essentiellement à l'in- 
fluence de l'instabilité de la cavité résonnante sur la dynamique du 
laser, c’est-à-dire qu'elles sont principalement d’origine technique. 
Pour le laser à grenat au néodyme, on a obtenu des preuves directes 
que les pulsations permanentes sont liées aux vibrations des miroirs 


t 
a) 
b) ; 
] MH 
+ t 
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Fig. 3.! 


de la cavité et à un échauffement non uniforme (dans le temps) de 
l'élément actif [21]. Les pulsations permanentes peuvent également 
être liées à l’oscillation multimode [16]. 

Régime d’implusions géantes à modulation active de qualité 
de la cavité résonnante (régime de « Q-switch » ou de «Q-modulation»). 
— L'idée d'utiliser la modulation de qualité de la cavité résonnante 
d’un laser à pompage par impulsions pour la production d’impul- 
sions lumineuses courtes de grande puissance a été réalisée en 1962 
[22, 23]. En commandant la qualité de la cavité résonnante, on 
commence par assurer un haut niveau de pertes nuisibles, c'est-à-dire 
qu'on élève exprès le seuil d’oscillation. Ceci permet d'obtenir une 
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inversion de populations importante du milieu actif. Puis, sur un 
signal extérieur, on abaisse rapidement le niveau de pertes et donc 
le seuil d'oscillation jusqu’à la valeur minimale possible; il en 
résulte que la valeur initiale de l’inversion de populations se trouve 
nettement supérieure au nouveau seuil correspondant aux petites 
pertes. Dans ces conditions, au lieu d’un train de picots, est produite 
une impulsion lumineuse unique, courte et de grande puissance 
(que l’on appelle impulsion géante). 

La puissance de l'impulsion géante est d'autant plus grande 
que la surélévation de l’inversion de populations initiale (réalisee 
dans les conditions de basse qualité de la cavité) par rapport à sa 
valeur de seuil (correspondant à la haute qualité de la cavité) est 
plus forte. La puissance des impulsions géantes réalisées en pratique 
atteint 409 W (4). La durée de l'impulsion géante est de l'ordre 
de 10 à 100 ns. La durée minimale de l'impulsion peut se situer 
entre 4 et 3 ns (v. par exemple [24]). 

Pour la réalisation du régime d'’oscillation considéré, on place 
à l'intérieur de la cavité du laser un modulateur (commutateur de 
pertes) commandé par un signal extérieur. Sous l'effet du signal 
extérieur appliqué, le modulateur fait varier rapidement le niveau 
de pertes nuisibles dues à la cavité (fait passer le résonateur de l’état 
correspondant aux fortes pertes à l'état correspondant aux faibles 
pertes et inversement). Puisque de tels passages s'effectuent sous 
l'effet d’une action de la part de l'extérieur, ce régime de modulation 
de qualité de la cavité résonnante est appelé modulation active. 
On utilise des modulateurs de différents types. Au début on faisait 
usage des modulateurs opto-mécaniques, puis des modulateurs électro- 
optiques et plus tard des modulateurs acousto-optiques [25 à 28]. 

Le modulateur fonctionne ordinairement comme un interrupteur 
optique commandé; l’action du signal de commande a pour effet de 
faire varier la transparence de l'interrupteur et donc les pertes 
à l’intérieur de la cavité. Si l'interrupteur est « ouvert », les pertes 
sont faibles (la qualité de la cavité est haute); si l'interrupteur 
est « fermé », les pertes sont fortes (la qualité de la cavité est basse). 
Dans certains cas c'est un miroir tournant à grande vitesse de la 
cavité qui fait office du modulateur (modulateur du type opto-méca- 
nique). I] est évident que les passages de l’interrupteur optique de 
l'état « fermé » à l’état « ouvert » doivent être synchronisés sur les 
impulsions de pompage: l’interrupteur doit « s’ouvrir » après qu'une 
inversion de populations suffisamment élevée des niveaux des transi- 
tions laser sera réalisée. 


(:) L'obtention d'une plus grande puissance de l'impulsion est contrariée 
par l’émission spontanée et la superfluorescence dont les effets deviennent de 
plus en plus marqués lorsqu'on augmente la valeur initiale de l’inversion de 
populations. 
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La fig. 3.2 montre le processus de développement d'une impulsion 
géante en cas de modulation active de qualité de la cavité résonnante; 
la courbe P (t) décrit la variation dans le temps de la puissance 
du rayonnement émis. On y voit également la variation dans le 
temps de la qualité de la cavité (courbe Q (t)) et de la densité d'’inver- 
sion de populations (courbe À (t)). A l’état initial, la qualité de la 
cavité est basse (Q = Q,,1n) et la densité initiale d’inversion de 
populations est élevée (W = N,). Après l'application du signal de 
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Fig. 3.2 


commande la qualité Q commence à croître et par conséquent la va- 
leur de seuil de la densité d’inversion de populations (elle n’est 
pas représentée sur la figure) commence à diminuer. Des que le 
seuil décroissant devient égal à V,, le laser entre en oscillation; 
cet instant est choisi sur la figure pour l'instant initial (t = 0). 
Comme il est visible sur la figure, le développement de l'impulsion 
géante s'effectue en deux étapes: une étape lente (linéaire) suffisam- 
ment longue (de t, Æ 100 ns de durée) et une étape rapide (non 
linéaire) courte (de t, Æ 10 ns de durée). La presque totalité de 
l'énergie de l’impulsion est émise dans la deuxième étape. ce qui 
explique pourquoi on convient de mesurer la durée de l'impulsion 
géante d’après la durée de cette étape (par la valeur de t,). Notons 
que la destruction de l’inversion de populations ne se produit prati- 
quement que dans l’étape du développement rapide de l'impulsion. 

Désignons par t, l'intervalle de temps au cours duquel la qua- 
lité de la cavité s'élève de sa valeur minimale à sa valeur maximale 
(temps de déclenchement de qualité). Si to € t,. on dit que le déclen- 
chement de la qualité est rapide; la fig. 3.2 correspond précisément 
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à ce cas. Pour calculer le processus de développement de l'impulsion 
géante en cas de déclenchement rapide de la qualité, on suppose le 
plus souvent, pour simplifier, que la qualité de la cavité croît d’une 
manière instantanée [29]. Si le temps tQ est de l'ordre de t,, il con- 
vient de tenir compte de la vitesse concrète de croissance de la 
qualité [30, 24)) . 

Si le déclenchement de qualité de la cavité est suffisamment 
lent, l’aspect qualitatif de l’oscillation devient différent: au lieu 
d'une impulsion unique peuvent 
être émises plusieurs impulsions 
de puissance progressivement dé- 
croissante et de durée croissante 
(fig. 3.3). L'intervalle de temps 
entre les impulsions croît progres- 
sivement de 100 ns à 1 us. 

Régime d’impulsions géantes à 
. modulation passive de qualité 

+ de la cavité résonnante. — La mo- 
_ dulation passive de qualité re- 
Fig. 43.3 pose sur l'emploi d'éléments non 
linéaires dont les caractéristiques 
varient en fonction de l'intensité du rayonnement produit dans l'élé- 
ment actif. Comme éléments non linéaires on utilise largement des 
filtres dits saturables qui représentent des interrupteurs optiques dont 
le fonctionnement repose sur le phénomène d’éclaircissement du 
milieu (©. Outre les filtres non linéaires on utilise aussi des cellules 
non linéaires, dont le fonctionnement est basé sur la diffusion sti- 
mulée de Mandelstam-Brillouin, des miroirs semi-conducteurs, dont 
le coefficient de réflexion varie avec l'intensité du flux lumineux 
incident, ainsi que d'autres dispositifs [4]. 

L'idée que les äbsorbants saturables peuvent être utilisés en 
électronique quantique a été émise en 1964 [31]. Peu de temps après 
elle a été réalisée en pratique pour la production d’impulsions 
géantes dans un laser à rubis (v. par exemple [32]) (%. 

La fig. 3.4 montre le processus de développement d'une impulsion 
géante en modulation passive de qualité de la cavité d'un laser 
à pompage par impulsions. La modulation de qualité est assurée 
par un filtre saturable. La courbe P (t) de cette figure décrit la varia- 
tion dans le temps de la puissance du rayonnement émis; où y voit 
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() En toute rigueur le temps t, dépend de tQ. Il serait donc plus correct de 
comparer {Q non à {, mais au temps de traversée aller-retour de la cavité T5 — 
= 2L/c [24]. Si to < To, le déclenchement de qualité doit être considéré comme 
rapide, Si to > To, il est dit lent. 

(°) On utilise également le terme d’interrupteurs phototropes. 

(5) Les lasers à impulsions géantes comportant des filtres saturables sont 
examinés dans {[2, 6]. 
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également la variation dans le temps du coefficient d'absorption 
résonnante du filtre à la fréquence du rayonnement (courbe x, (t)) 
et de la densité d'inversion de populations des niveaux du milieu 
actif (courbe .V ({)). L'état initial correspond à l’état non saturé 
du filtre (x, = %o); dans cetétat, le seuil de la densité d'inversion 
de populations est suffisamment élevé (désignons-le par Née:i1 ax): 
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Fig. 3.4 


La valeur de .\ croitra au fur et à mesure du pompage de l'élément 
actif. Dès qu'elle devient égale à Vsuiiinaxs 1e laser entre en oscil- 
lation (!). Sur la figure cet instant est choisi comme instant initial 
(t = 0). De même qu'avec la modulation active, l'impulsion géante 
se forme dans ce cas en deux étapes: une étape lente (linéaire) suf- 
fisamment longue (de durée f,) et une étape rapide (non linéaire) 
courte (de durée f,). L'étape du développement linéaire de l'impulsion 
est d'environ un ordre de grandeur plus longue en modulation 
passive qu’en modulation active; avec la modulation passive 
elle est d’environ 1 us. Ceci tient à ce qu'en cas de la modula- 
tion passive le développement de l'impulsion dans l’étape considérée 
se fait dans les conditions de fortes pertes; on voit sur la figure que 
le filtre ne s’éclaircit pratiquement que durant la deuxième étape 
(non linéaire) du développement de l'impulsion. La durée de la 
deuxième étape est d'environ 10 ns (comme en modulation active). 

Après l'émission de l'impulsion géante, le coefficient d’absorp- 
tion résonnante du filtre croît de nouveau grâce aux transitions 
spontanées dans le filtre. Le temps T, mis par le filtre pour revenir 
à l’état initial (non saturé) s'appelle temps de relaxation du filtre. 


G@) Un laser à filtre saturable ne peut émettre une impulsion géante que 
_. D OROMOORE bien déterminées ; ces conditions seront examinées plus loin 
au 8. 
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Régime de synchronisation des modes longitudinaux (régime 
d’impulsions lumineuses ultracourtes). — La réalisation des lasers 
à modulation de qualité de la cavité résonnante (que l'on 
appelle tout court lasers déclenchés) a constitué un grand pas dans le 
développement de la technique des lasers. Un grand pas suivant 
est lié à la création des lasers à synchronisation des modes longitu- 
dinaur. 

Supposons que le rayonnement laser comporte m modes longitu- 
dinaux dont les fréquences sont équidistantes, avec un écart de Q (rap- 
pelons que Q — nc/L, L étant la longueur de la cavité résonnante). 
La largeur de la raie amplificatrice Aw est liée à Q et m7 par la rela- 
tion évidente: Aw — Qm. Supposons ensuite que les modes sont 
. Synchronisés en phase, c'est-à-dire que la différence de phase entre 
deux modes consécutifs quels qu'ils soient a une valeur fixe déter- 
minée. Il se produit dans ce cas une interférence mutuelle des modes 
longitudinaux (), ce qui a pour résultat l’émission d'un train d’im- 
pulsions lumineuses très courtes. La durée + de chaque impulsion 
distincte se détermine par la largeur de la raie amplificatrice ou, 
autrement dit, par le nombre de modes synchronisés entre eux: 


rt = 1/Ao = 1/Qm. 


La puissance de l'impulsion ultracourte est environ m fois plus 
crande que la puissance moyenne du rayonnement émis sans synchro- 
nisation des modes. La période de répétition 7 des impulsions ultra- 
courtes s’exprime par l'écart en fréquence entre les modes synchro- 
nisés : 

T = 1,9. 


Dans un laser à modes synchronisés, l'impulsion géante fait 
place à une suite d'impulsions très courtes (de très grande puissance). 
La fig. 3.5 compare de façon approchée l'impulsion géante et le 
train d’impulsions ultracourtes produites dans un laser à pompage 
par impulsions (2). La durée de ce train d’impulsions est appro- 
ximativement égale à celle de l'impulsion géante t,; ainsi. le 
nombre d'’impulsions ultracourtes peut être défini par le rapport 
t1/T. 

Pour faire fonctionner un laser au régime d’impulsions lumineu- 
ses ultracourtes, il est nécessaire de réaliser deux conditions princi- 
pales: premièrement, le laser doit osciller sur un nombre suffisam- 


(*) On utilise également le terme de « couplage de modes » (mode locking). 

() La remarque sur le pompage par impulsions n'est pas inutile. Le fait 
est que les impulsions géantes ne sont réalisées que dans des lasers à pompage 
par impulsions, alors que le régime de synchronisation des modes est réalisable 
tant avec le pompage par impulsions qu'avec le pompage en continu. 
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ment grand de modes longitudinaux(f); deuxièmement, ces modes 
doivent être équidistants en fréquence et synchronisés entre eux 
en phase. 

Pour la réalisation de la première condition il faut utiliser une 
raie amplificatrice suffisamment large et, de plus, prendre des 
mesures spéciales en vue de prévenir une sélection possible des modes 
longitudinaux dans la cavité résonnante (la sélection des modes 
produit dans ce cas un effet indésirable). La largeur de la raie ampli- 
ficatrice Aw est de l’ordre de 10" 
s”! pour le laser à rubis, 101° s-1 
pour les lasers à néodyme et 10! à 
104 s-1 pour les lasers à colorants 
organiques. En posant Q = 105 s”i, 
on peut conclure que le nombre 
maximal possible de modes loncgi- 
tudinaux (à condition d'éviter la 
sélection des modes) pour les lasers 
indiqués est égal respectivement 
à 10%, 10%, 105 à 406. Il semblerait 
à première vue que pour m = 10% 
l'impulsion lumineuse ultracourte Fig. 3.5 
doit avoir une duréet & (Qm) = 
Æ 107 s (10-° ns). Or, en réalité, on n'arrive pas à obtenir des 
impulsions de durée inférieure à environ 10-* ns parce que l’augmen- 
tation de la largeur de la raie amplificatrice conduit inévitablement 
à la non-observation de la condition d’équidistance des fréquences 
des modes longitudinaux (?, ce qui perturbe naturellement les condi- 
tions de synchronisation %). La durée des impulsions lumineuses 
ultracourtes réalisées en pratique est de l’ordre de 10-° à 10% ns; 
leur puissance atteint 10!° VW. 

Pour le couplage en phase des modes longitudinaux on utilise 
les méthodes de synchronisation tant active que passive. Dans le pre- 
mier cas, on fait appel à une modulation périodique forcée des para- 
mètres de la cavité résonnante, la fréquence de cette modulation 
étant égale à Q ou à son multiple. Dans le second cas, on place 
à l’intérieur de la cavité un filtre saturable ou un diélectrique non 
Jinéaire. 11 importe alors que le temps de relaxation du filtre soit 
suffisamment court; il faut que soit réalisée la condition D LE 
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() En principe le nombre de modes nécessaire à la réalisation du régime 
de synchronisation des modes ne doit pas être inférieur à trois. 


“+ DEIONS à ce propos l'effet d'entraînement de fréquence cxaminé 
au 412. 


(S) Suivant la théorie des fluctuations, une augmentation excessive du 
nombre de modes longitudinaux rend plus difficile les conditions de synchro- 
nisation même dans le cas où leurs fréquences sont équidistantes (v. $ 3.11). 
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En considérant la synchronisation passive des modes, on la désigne 
souvent sous le terme d'’auto-synchronisation (mode self-locking). 

Les premiers résultats expérimentaux sur la synchronisation 
active des modes longitudinaux ont été obtenus dans un laser à hélium- 
néon [33]. En 1966, les auteurs de l'ouvrage [34] ont montré que 
dans certaines conditions la synchronisation passive (auto-synchro- 
nisation) des modes longitudinaux peut être réalisée dans un laser 
comportant un filtre saturable rapidement relaxant. Les questions 
concernant la réalisation et les traits spécifiques des régimes d’impul- 
sions lumineuses ultracourtes basés sur l’utilisation de la synchroni- 
sation active ou passive des modes longitudinaux sont examinées 
par exemple dans {35 à 41]. 

L'’auto-synchronisation des modes longitudinaux peut également 
être réalisée en régime relaxzé, en mettant à profit les propriétés 
non linéaires du milieu actif [42 à 45] ©. 

Régime de synchronisation des modes transverses. — Suivant 
la relation (2.9.21) les modes transverses dans une cavité à miroirs 
sphériques se caractérisent par une série de fréquences de résonance 


équidistantes dont le pas égal à Q = v arccos V g,g./L, où L est la 
longueur de la cavité et g, et g, sont ses paramètres généralisés. 
L’équidistance des fréquences est la condition nécessaire de synchro- 
nisation des modes. Le fait que cette condition est réalisable non 
seulement pour les modes longitudinaux mais également pour les 
modes transverses suggère que la synchronisation des modes transverses 
est elle aussi possible à réaliser. 

Si la synchronisation des modes longitudinaux conduit à la 
production d’un train d’impulsions lumineuses ultracourtes (autre- 
ment dit, à la modulation dans le temps de la puissance lumineuse 
engendrée), la synchronisation des modes transverses doit conduire 
à la redistribution de la puissance lumineuse produite dans le sens 
transversal par rapport à l’axe de la cavité résonnante (en d’autres 
termes, à la modulation spatiale de la puissance lumineuse). Lorsque 
les modes transverses ne sont pas synchronisés entre eux, l’axe du 
faisceau lumineux produit par le laser se confond avec l'axe optique 
de la cavité. Dans le cas de la synchronisation des modes transverses 
ceci n’a lieu qu’à des instants déterminés; la synchronisation des 
modes transverses a pour effet que la section transversale du faisceau 
lumineux produit (zone d'oscillation) commence à effectuer des mouve- 
ments périodiques dans le plan du miroir à la fréquence 2 correspon- 
dant à la différence de fréquences des modes synchronisés. Cet 
effet a été prévu pour la première fois dans [46]; il est discuté en 
détail dans [47]. 

La confirmation expérimentale de l'effet de synchronisation des 


(*) Dans ce cas, on la désigne parfois sous le terme de « synchronisation 
spontanée ». 
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modes transverses est donnée par exemple dans (48, 49) pour les 
lasers à gaz et dans [50 à 52] pour les lasers à solides. La fig. 3.6 
montre les distributions, empruntées à l’ouvrage [51], de l'intensité 
du rayonnement laser suivant le diamètre D du miroir de la cavité, 
obtenues lors de la synchronisation 
de trois modes transverses infé- 
rieurs pour quelques instants suc- 
cessifs : 


l, — 0: Lo — x/2Q : “la —= s/Q ; 
t, = 3n/2Q; tt, = 21/0. 


On voit sur la figure que la zone 
d'oscillation est animée d'oscilla- 
tions de période T7 = 21/Q dans 
le plan du miroir. 

L'étude de l'effet de synchroni- 
sation des modes transverses pré- 
sente un intérêt pratique considé- 
rable. Les lasers à synchronisation 
des modes transverses peuvent 
s’avérer bien prometteurs pour les 
applications en opto-électronique, 
dans les systèmes de transmission | 
et de traitement de l'information | | 
optique. | 

Régime de décharge de la ca- 


vité résonnante (cavity-dumping). = 2 
Ce régime d'oscillation est en- —D/2 0 D 7 

core appelé régime de modulation 

de charge ou régime de modulation Fig. 3.6 


de pertes utiles. À la différence 

du régime de modulation de qualité de la cavité, ici, ce sont non 
pas les pertes nuisibles, mais les pertes utiles qui sont soumises à une 
modulation. 

Pour la réalisation du régime de décharge de la cavitéonutilise 
un laser à cavité à haute suriension dont le coefficient de réflexion 
des miroirs est voisin de l’unité. A l'intérieur de la cavité on place 
un modulateur (interrupteur) de pertes utiles commandé par le signal 
extérieur et destiné à la sortie de la cavité d’une partie du rayonne- 
ment. Les modulateurs utilisés sont du type tant acousto-optique 
qu'électro-optique. Les lasers fonctionnant en régime de décharge 
de la cavité sont généralement pompés en continu. 

Supposons que le modulateur de pertes utiles n’est pas mis en 
action alors que le pompage est appliqué au milieu actif. Dans ces 
conditions, si l’inversion de populations des niveaux des transi- 
tions laser excède le seuil d’oscillation relativement bas de la cavité 
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à haute surtension, il y aura croissance de la densité des photons 
à l'intérieur de la cavité (du fait que l'émission induite l'emporte 
sur l’absorption résonnante et sur les pertes). Le pompage en con- 
tinu maintiendra constamment l’inversion de populations des niveaux 
des transitions laser à un niveau dépassant le seuil d’oscillation. 
Dans ce cas, le laser est en fait entré en oscillation, mais le rayonne- 
ment reste confiné à l’intérieur de la cavité. 

Supposons maintenant que le modulateur de pertes utiles est 
mis en œuvre pour quelques instants. Il en résulte l'émission d’une 
impulsion lumineuse courte: la cavité « se décharge » partiellement 
des photons qui s'y sont accumulés. 

En comparant Île régime de décharge de la cavité et le régime 
.de modulation active de qualité, notons que dans le dernier cas 
la densité des photons à l’intérieur de la cavité à l’état initial (lorsque 
la qualité est basse) est faible ; le laser est au-dessous du seuil d'oscil- 
lation correspondant aux pertes élevées. Au déclenchement de la 
qualite, le laser commence à osciller et, en même temps, l'impulsion 
de sortie commence à se former. Remarquons que le laser démarre 
sur le « bruit» qui est constitué par l'émission spontanée, ce qui 
explique l'existence de l'étape relativement longue du développe- 
ment linéaire de l'impulsion (v. fig. 3.2). 

À la différence du régime de modulation de qualité, le régime 
de décharge de la cavité se caractérise par une haute surtension 
à l’état initial ; le laser est au-dessus du seuil d’oscillation correspon- 
dant à de faibles pertes. Le laser entre en oscillation ct la cavité 
est remplie de photons avant que l'impulsion de sortie ne commence 
à se former. Souliznons qu'en régime de modulation de qualité 
le laser n'entre en oscillation qu'après l’aprlication du signal de 
commande au modulateur tandis qu'en régime de décharge de la 
cavité le modulateur est mis en œuvre lorsque le laser est déjà en 
oscillation. 11 en résulte une réduction considérable de la durée de 
formation de l'impulsion de sortie (il n’y a pas de longue étape 
linéaire dans le développement de l'impulsion). Ceci permet d'’obte- 
nir des fréquences plus élevées de répétition des impulsions lumi- 
neuses. 

Lorsque les photons quittent la cavité résonnante, le laser doit 
rester au-dessus du seuil d'oscillation correspondant à l’état de 
haute surtension. Cette exigence limite la durée de l'intervalle de 
temps au cours duquel le modulateur peut être mis en action. 

Les variations de la densité d'inversion de populations des 
niveaux des transitions laser sont considérablement plus faibles 
en régime de décharge de la cavité qu’en régime de modulation 
de qualité. Ceci tient à ce que le seuil d'oscillation à l’état initial 
et donc l’inversion de populations initiale sont nettement plus bas 
en régime de décharge de la cavité qu’en régime de modulation de 
qualité. 
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Si le rayonnement laser est sorti de la cavité à la longueur d'onde 
de la transition laser du milieu actif, on dit que la charge est linéaire. 
En pratique, on utilise également la sortie du rayonnement à la 
longueur d'onde du deuxième harmonique ®. La puissance du rayon- 
nement du deuxième harmonique étant proportionnelle au carré de la 
puissance émise à la longueur d’onde fondamentale (à l’approxima- 
tion du champ donné), on dit dans ce dernier cas que la charge 
est quadratique. Cette dernière est un cas particulier de la charge 
non linéaire. 

La réalisation, théoriquement possible, du régime de décharge 
de la cavité en cas d'utilisation d’un modulateur acousto-optique 
à fonctionnement rapide a été examinée dans [53]. Ce régime d'oscil- 
lation est étudiée d’une manière suffisamment approfondie dans 
un laser à grenat au néodvme à pompage en continu (v. [54 à 57]). 
Le régime de décharge de la cavité d’un laser à colorant à pompage 
par impulsions est examiné dans [58]. 

Dans [55] on montre que la décharge de la cavité dans le laser 
à grenat au néodyme à pompage en continu permet d'obtenir une 
puissance de sortie moyenne égale à la puissance maximale réalisée 
en oscillation continue ; on arrive dans ce cas à réaliser les fréquences 
de répétition des impulsions lumineuses allant de 100 kHz à plusieurs 
dizaines de mégahertz (pour une durée des impulsions distinctes 
de l’ordre de 100 ns) (*. Indiquons aux fins de comparaison qu’en 
régime de modulation active de qualité d’un laser à pompage en 
continu la fréquence de répétition maximale des impulsions est 
de l'ordre de 50 kHz (591. 

Production d’un train d’impulsions dans les lasers à pompage en 
continu. — En pratique, on a souvent besoin d’une suite régulière 
commandée d’impulsions lumineuses qui se succèdent avec une fré- 
quence suffisamment élevée. Pour l'obtention de telles impulsions, 
on utilise les régimes d'oscillation à pompage en continu. 

Au premier plan des recherches menées à ce propos figurent les 
lasers à grenat au néodyme [54 à 57, 59 à 64]. Ceux-ci possèdent 
une puissance moyenne du rayonnement de sortie de l'ordre de 
1 à 10 W. La valeur maximale de la puissance de sortie moyenne 
peut atteindre plusieurs centaines de watts [61]. 

Pour la production d'impulsions dans les lasers à pompage en 
continu, on utilisait initialement la modulation active de qualité 
de la cavite. Le premier modulateur utilisé était du type opto- 
mécanique sous forme de miroir tournant [60]. Mais une telle méthode 


(?) C'est le régime de génération du deurième harmonique à l'intérieur de 
da cavité. Pour sa réalisation, on introduit dans la cavité un doubleur de fré- 
quence du rayonnement produit dans l'élément actif. 

(*) Par puissance maximale de l’oscillation continue on entend la puissance 
produite par un laser à pompage en continu sans modulation de pertes, avec le 
coefficient optimal de réflexion du miroir de sortie. 


248 DYNAMIQUE DE L'OSCILLATION LASER {Ch. 3 


de modulation s'est avérée peu intéressante dans le cas du pompage 
en continu à cause de la mauvaise stabilité de l'amplitude d’une im- 
pulsion à l’autre (ce qui est liée à une mauvaise reproductibilité 
de’ la position de la surface réfléchissante du miroir tournant). 
Les déclencheurs acousto-optiques apparus plus tard sont maintenant 
les plus répandus. Ils ont permis de réaliser des fréquences de répéti- 
tion des impulsions de l'ordre de f Æ 50 kHz 159]. 

Le régime de génération d’impulsions d'un laser monomode 
à pompage en continu utilisant la modulation active de qualité 
de la cavité résonnante présente les caractéristiques énergétiques 
et temporelles suivantes; la fréquence de répétition des impulsions 
jf Æ 10 kHz, la durée de l’impulsiont, Æ 100 ns à 1 us. la puissance 
de crête Pa, Æ 109 W, la puissance moyenne de sortie P,,,, Æ 1 
à 10 W (remarquons que P,,, & Ptif). Le régime considéré 
peut également être uLilisé pour des fréquences f << 10 kF{z ; pourtant, 
lorsque la fréquence j se situe en dessous de 5 kI1z environ. le rende- 
ment du laser décroïît et ceci d’une façon d’autant plus marquée 
que la fréquence est plus basse (59, 62]. Comme il a été dit précé- 
demment, les fréquences / sont limitées à la valeur maximale de 
90 kIz environ. L'existence de cette frontière supérieure de la 
fréquence est liée à l’étape linéaire de longue durée que comporte 
le développement de l'impulsion de sortie. 

Pour obtenir des impulsions se succédant à une fréquence supé- 
rieure à 90 kHz, il est nécessaire d'assurer une croissance plus rapide 
de l’intensité de l'impulsion. À cet effet. on peut « couper » l’impul- 
sion à l'instant où son intensité commence à décroitre et de conserver 
ainsi à l’intérieur de la cavité une densité de rayonnement suffisam- 
ment forte (ainsi qu’une densité relativement élevée de l’inversion 
de populations des niveaux des transitions laser). Dans ce cas l'oscil- 
lation démarre non pas sur le bruit mais sur le niveau du rayonne- 
ment conservé dans la cavité grâce à la « coupure » de l'impulsion. 
Une telle méthode permet de porter la fréquence ÿ à une valeur 
atteignant 100 kHz [63]. 

Une autre méthode permettant d’élever la fréquence j consiste 
à faire fonctionner le laser en régime de décharge de la cavité La 
valeur des fréquences f réalisées en ce régime n’est en fait limitée 
d'en haut que par la vitesse d’accumulation du rayonnement dans la 
cavité (le temps d’'accumulation correspond au temps de quelques 
traversées de la cavité par le rayonnement). Comme il a été indiqué 
précédemment, pour une puissance de sortie moyenne égale à la 
puissance maximale de l’oscillation continue, les fréquences f se 
trouvent limitées d'en bas: elles doivent satisfaire à l'inégalité 
f > 100 kHz [55, 56]. Le fait est qu'aux basses fréquences de répé- 
tition des impulsions, la nécessité de conserver la puissance de sortie 
moyenne conduit à la nécessité de sortir de la cavité un nombre 
extraordinairement grand de photons par impulsion; l'inversion 
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de populations des niveaux des transitions laser peut donc tomber 
au-dessous du seuil d'’oscillation. 

Les caractéristiques typiques du régime de décharge de la cavité. 
sont : la fréquence de répétition des impulsions f Æ 100 kHz à 10 MHz, 
la durée de l'impulsion t, Æ 10 à 100 ns, la puissance de sortie- 
moyenne P,, & 1 à 10 W. 

La fig. 3.7 montre la courbe traduisant la variation en fonction 
de la fréquence du rapport P,,,/P,9, où P, est la puissance maximale 
de l'oscillation continue [55]. On 
y a délimité trois régions: Z, la 4 
région de fréquences réalisées en 1 
régime de modulation de qualité 
de la cavité (f < 50 kHz) ; 2, la re- 
gion réalisée en régime de décharge , 
de la cavité (100 kHz < f < 10 
MHz); 3, la région située entre 0 
la fréquence maximale du régime 0,1 1 J0 102 105 f kHz 
de modulation de qualité et la 
fréquence minimale du régime de Fig. 3.7 
décharge de Ja cavité. Dans la 
région 3, les deux régimes considérés sont en général instables. 

Une oscillation stable dans la région 3 peut être obtenue en 
utilisant une modulation plus profonde de charge (qui assure une 
décharge plus efficace de la cavité pendant l'émission d'une seule 
impulsion) [57]. D'un autre côté, comme cela a été dit plus haut, 
en «coupant » l'impulsion, on peut également rendre stable le: 
fonctionnement dans la région considérée en régime de modulation 
de qualité de la cavité résonnante. 

Utilisation de la rétroaction négative pour l'obtention d'impul- 
sions microseconde. — Indiquons, à titre de modifications du ré- 
gime de modulation de qualité de la cavité d'un laser à pompage. 
par impulsions, les régimes d'’oscillation où on utilise la rétroaction 
négative ) pour commander la durée et la forme de l'impulsion 
lumineuse géante. La rétroaction négative exerce un effet retarda- 
teur sur le développement de l'émission induite qui prend naissance: 
au déclenchement de la cavité. ]l en résulte que le processus de des- 
truction de l’inversion de populations du milieu actif (et donc le. 
processus de formation de l'impulsion de sortie) se déroule pendant 
un temps plus long. On arrive dans ce cas à augmenter la durée: 
de l’impulsion lumineuse d’environ deux ordres de grandeur: au 
lieu de plusieurs dizaires de nanosecondes on obtient quelques 
microsecondes (l'énergie de l'impulsion devient dans ce cas plusieurs. 
fois plus petite). 


DRRRESUE. 0 > 
N 


.() On dit que la rétroaction est négative si les pertes augmentent avec la. 
croissance de l'intensité du rayonnement. 
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La rétroaction négative utilisée pour auwmenter la durée de 
l'impulsion géante peut être réalisée par divers procédés [65]. Dans 
le procédé électro-optique, la modulation de qualité s'obtient au 
moyen d’un interrupteur électro-optique dont la transparence varie 
sous l’action tant de la tension de modulation qui déclenche l’inter- 
rupteur que sous celle du signal de rétroaction proportionnel à l'inten- 
sité du rayonnement à l’intérieur de la cavité. Lorsque l'interrupteur 
« s'ouvre », l'intensité du rayonnement de sortie commence à croître. 
Par conséquent l’intensité du signal de rétroaction commence à croître 
elle aussi. I] en résulte une diminution de la transparence de l'inter- 
rupteur électro-optique, ce qui conduit au freinage du développement 
de l'impulsion lumineuse. La durée de l’impulsion augmente avec la 
croissance de la sensibilité du photoréecepteur placé dans le circuit 
de rétroaction (avec l’augmentation du rapport de l'intensité du 
signal de rétroaction à l’intensité du ravonnement de sortie tombant 
sur le photorécepteur) ainsi qu'avec la diminution de la vitesse 
de déclenchement de qualité de la cavité. 

La rétroaction négative peut également s'’obtenir au moyen 
d'éléments non linéaires placés à l’intérieur de la cavité résonnante. 
Les pertes non linéaires dans de tels lasers peuvent avoir pour origine 
divers phénomènes optiques nonlinéaires : l'absorption à deux photons 
de la lumière, la génération du deuxième harmonique, la diffusion 
Raman stimulée de la lumière [65]. Considérons à titre d'exemple 
l'absorption à deux photons de la lumière dans un semi-conducteur. 

Supposons qu’à l’intérieur de la cavité résonnante est placée 
une plaque semi-conductrice dont la largeur de la bande interdite 
AË satisfait à la condition fo << AE << 2hiw, où w est la fréquence 
de la transition laser dans le milieu actif. Cette condition est remplie 
par exemple pour CdS dans le cas du laser à rubis et pour CdSe 
‘et GaAs dans le cas des lasers à néodyme. Déclenchons le laser à l’aide 
de l'interrupteur optique: l'intensité du rayonnement produit dans 
l'élément actif commencera à croître. Au fur et à mesure que l’inten- 
sité du rayonnement croîtra, la probabilité de l'absorption à deux 
photons de ce rayonnement dans la plaque semi-conductrice croïitra 
elle aussi; autrement dit, la transparence de la plaque au rayonne- 
ment produit diminuera. Plus forte sera l'absorption de la lumière 
par le semi-conducteur, plus fortement sera freinée la croissance de 
la densité des photons dans la cavité résonnante et donc plus forte- 
ment sera ralentie la croissance de la probabilité des transitions 
stimulées. Il en résultera un étalement dans le temps des processus 
de destruction de l'inversion de populations du milieu actif et de 
formation de l’impulsion lumineuse. La durée de l’impulsion émise 
par le laser augmente lorsque la vitesse de déclenchement diminue 
‘et l'énergie de l'impulsion de pompage augmente. 

Mentionnons pour terminer que l'introduction de la rétroaction 
négative peut rendre plus stables les paramètres du laser. Dès 1962 
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la rétroaction négative électro-optique est utilisée pour le lissage 
de la structure de picots du rayonnement émis par un laser à rubis 
[66]. A cette fin, on utilise également des absorbants non linéaires 
dont les pertes croissent avec l'intensité du rayonnement (v. par 
exemple [67]). Les études de la génération du deuxième harmonique 
à l’intérieur de la cavité des lasers à grenat au néodyme montrent 
que l'introduction de la rétroaction par génération du deuxième 
harmonique a pour effet une brusque réduction de la sensibilité du 
rayonnement de sortie à la faible modulation de pertes; il se peut 
dans ce cas que la caractéristique phase-fréquence du laser devienne 
plus lisse [68]. 


$ 3.2. ÉQUATIONS APPROCHÉES POUR LA DESCRIPTION 
DE LA DYNAMIQUE DES PROCESSUS DANS LES LASERS 
(ÉQUATIONS DU BILAN) 


En première approximation. la dynamique des processus peut 
se décrire à l'aide des équations dites du bilan. De telles équations 
ont été déjà utilisées précédemment lors de l’étude des populations 
des niveaux des transitions laser dans les conditions stationnaires 
(v. $$ 1.1, 1.2). Le système d'équations du bilan permet de déter- 
miner la variation en fonction du temps de la densité d’inversion 
de populations des niveaux des transitions laser et de la puissance 
du rayonnement émis. 

Equation différentielle pour la densité de flux lumineux. — Con- 
sidérons une situation à une dimension. c'est-à-dire le cas où le 
rayonnement est monochromatique et se propage dans le milieu 
actif le long de l’axe z (le long de l’axe optique du laser). Désignons 
la densité du flux lumineux par S+ (z, t) lorsqu'il se propage dans le 
sens des z positifs et par S_ (2, t) lorsqu'il se propage en sens inverse. 
Considérons l’accroissement AS, du flux S + lors de sa propagation 
d'un point z à un point z + Az. La loi différentielle de Bouguer 
permet d'écrire 


AS; = [x (2, 1)}] — n1)] S+ (2, t) Az + q (z, t) Az. (3.2.1) 


La relation (3.2.1) montre que l'accroissement subi par le flux sur 

le trajet du point : au point z + Az comporte trois termes: 

#« (2,1) S+ (z,t) Az qui exprime l’accroissement de la densité de 
flux, dû à l’amplification du rayonnement par 
les centres actifs (rappelons que *x (2. t) est le 
gain d'amplification du milieu actif); 

—1,S + (2, t) Az dui traduit la diminution de la densité de 
flux, due à l’absorption par les centres non 
actifs et à la diffusion du rayonnement (n, 
est le coefficient de pertes nuisibles); 
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q (z, t) Az qui donne l’accroissement de la densité de 
flux, dùû à la luminescence (aux processus 
d'émission spontanée). 

Souvent on néglige le dernier terme par suite de sa petitesse 
relative et on se sert d'une équation plus simple 


AS+ = [x (2, t) — nl S4 (c, t) Az. (3.2.2) 


Pour se propager du point 3 au point : + Az, le flux met un 
temps At — Az/v, où v est la vitesse de propagation de la lumière 
dans le milieu actif. Ainsi, AS, = S, (2 + Az, t + At) — S, (z,t). 
L'accroissement de la densité de flux est dû à deux causes: la varia- 
tion de la densité de flux avec la distance et la variation de cette 
densité au cours du temps. La première cause fait apparaître dans 


l'expression de AS; le terme + Az, et la seconde le terme 


dS, At 1 2e 


ot Fi 


Az. Ainsi on peut écrire 


V 


AS4= S4(2+ Az, t+At)—S4(z, (+ US +) A. (3.2.3) 


En tenant compte de (3.2.3), récrivons (3.2.2) sous la forme 


ds cv 


CEE DE = [x (2, t)— mn] S+(z, t). (3.2.4) 


Désignons par © la section efficace de la transition stimulée 
dans le canal d'oscillation. Conformément à (1.1.3) écrivons 


x (21) = oN (z,t), (3.2.5) 


où 4 (:,t) est la densité d'inversion de populations des niveaux 
des transitions laser. L’équation différentielle (3.2.4) pour la densite 
S+ du flux lumineux prend alors la forme suivante 


1 a 


= [ON (2, t)— nl S+(z, t). (3.2.6a) 


L'équation différentielle pour la densité S_ a une forme analogue : 


Se + PE {ON (z, t)—n:] S_(z, t). (3.2.6b) 


Les équations (3.2.6) contiennent trois fonctions inconnues: 
S+ (2, t), S_ (2, 1), N (2, t). Proposons-nous maintenant d'établir 
une troisième équation qui manque. 
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Equations différentielles pour la densité d’inversion de popula- 
tions (lasers à trois et à quatre niveaux). — Reportons-nous au 
schéma à trois niveaux représenté sur la fig. 3.8. Les désignations 
utilisées dans ce schéma sont: w, 
la probabilité de transitions stimu- 
lées dans le canal d'’oscillation 
(canal 2-1); w,, la probabilité de 
transitions stimulées dans le canal 
1-3 (probabilité des transitions 
induites par le rayonnement de 
pompage); 1/7, la probabilité de 
transitions spontanées dans le ca- 
nal d'oscillation:; 1Â/t3, et 1/73, | 
les probabilités de transitions spon- Fig. 3.8 
tanées dans les canaux 7-3 et 2-3 
respectivement (toutes les probabilités sont celles par unité de temps). 
Désignons par r; (z, t) la densité de population du i-ième niveau 
et par nr’ le nombre total de centres actifs par unité de volume. 
Les équations du bilan pour les populations n,, n. et nr, ont la forme 
suivante : 


ôn . n Ps . 

Fe = DR) Up (ns) ++ | 

CALE ns Lie = 
ETES — mu ours (3.2.7) 
ôns _Ms__ la 


(remarquons que ôn.,/ôt + On./ôt + On;/0t = 0, ce qui est parfaite- 
ment naturel parce que la somme n, + n, + n,; = n° ne dépend 
pas du temps). En soustrayant membre à membre la première équa- 
tion (3.2.7) de la deuxième, on obtient 


0 (nn: — na) 


ET = —2w(n,—n;)+w, (nn —n3) — 


Na 1 1 
nn 7 nm PR 

2% tn = Fe (3.2.8) 

Puis, utilisons une simplification dite à deux niveaux: supposons 

qu’au niveau 3 les centres actifs ne s'accumulent pratiquement 

pas (en arrivant au niveau 3 ils le quittent rapidement en passant 

principalement au niveau 2). Ceci signifie la réalisation des con- 
ditions 

Ns Era; Ont Æ O0; Ty Tr (3.2.9) 


Lorsque ces conditions sont satisfaites, le schéma à trois niveaux 
devient semblable au schéma à deux niveaux (dans ce cas ôn./0t = 
= —0n/ôt). 
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En utilisant (3.2.9), mettons la troisième des équations (3.2.7) 
sous la forme 


Uplly = 3 Te. (3.2.10) 

Compte tenu de (3.2.9) et (3.2.10), récrivons (3.2.8) sous la forme 

O (ns — n)/6t = —2w (ns — n;) + 2wpn, — 2n,/T. (3.2.11) 
Nous supposerons que 

N =N—n:. (3.2.12) (1 


En tenant compte que », € ñn,, on peut poser n, + n, = n° et 
donc ñ, = (n° — N});2; n, = (n° + N)/2. L'équation (3.2.11) prend 
alors la forme 


ONTOt = —2wùN +w,(n — N)—(n + N)'T 
ou finalement 
ONTOt = —(w, + 2ù + TN +n (uw, — Ti. (3.2.13) 


Reportons-nous maintenant au schéma à quatre niveaux dans 
lequel le pompage optique s'effectue dans le canal 0-3 et l'oscilla- 
tion dans le canal 2-7. De mème que dans le schéma à trois niveaux 
nous utiliserons la simplification à deux niveaux en supposant 
qu'après l’arrivée au niveau 3 les centres actifs passent rapidement 
au niveau 2. Nous supposerons en outre que le niveau inférieur 
1 de la transition laser se vide rapidement (la vitesse de la transition 
1 — 0 est suffisamment grande). Dans le cadre d’une telle hypothèse 
simplificatrice il n'est pas difficile d'obtenir pour la densité d’inver- 
sion de populations V (dans le cas considéré N = n, — n, Æ hi) 
l'équation différentielle suivante (): 


ON dt = —(u +w+r )N(G t)+n'ws. (3.214) 


Ici, w et w, sont les probabilités des transitions stimulées dans les 
canaux d'oscillation et de pompage respectivement; 1,Tt est Îla 
probabilité de transitions spontanées dans le canal d'oscillation. 

Système complet d'équations du bilan aux dérivées partielles. — 
Rappelons que la section efficace o d'un processus est égale à la 
probabilité w de ce processus par unité de temps divisée par la 
densité 7 des photons qui stimulent ce processus: 


o = w/I. (3.2.15) 


(*) Nous supposons pour simplifier que les multiplicités de dégénérescence 
des niveaux des transitions laser sont identiques (g./g, = 1). Il s'ensuit en 
particulier que les coefficients d’Einstein (de même que les sections efficaces) 
sont égaux pour les deux transitions stimulées dans le canal d’oscillation: 
l'émission induite et l'absorption résonnante par les centres actifs. 

(*) L'établissement de l'équation (3.2.14) repose sur les mêmes raisonne- 
ments que ceux utilisés lors de l’établissement de l'équation (3.2.13). Sa démons- 
tration est donnée par exemple dans [1]. 
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puisque 7 = (S, + S_)'hw, où kw est l'énergie d’un photon, on a 
o = whu/(S; — S_). (3.2.16): 


Puis, en tenant compte que w = B (S, + S_);v, où B est le coef- 
ficient d'Einstein de transitions stimulées dans le canal d'oscilla- 
tion, on obtient à partir de (3.2.16) l'expression, déjà connue du 
lecteur (v. $ 2.1), pour la section efficace a: 


OC —= Bhu;cv. (3.2.17} 


En réunissant les équations (3.2.6) et (3.2.13) et en tenant compte 
de (3.2.16), on obtient un système complet d'équations du bilan pour 
un laser à trois niveaux (dans le cadre de la simplification à deux 
niveaux) : 


+ _ + = [oW(z, t)—n]S,(z, t); 
+ + - [OV (z, t)—n,]S-_(z, t): .  (3-2.18) 


fus + (S:+S)+L]N+n (w,—1) 


Dans le cas d’un /aser à quatre niveaux, la dernière équation du 
système (3.2.18) doit être remplacée par l'équation 
\ j: 
== —[, + (S:+5) +— | N+n'us. (3.219) 
Indiquons les conditions aux limites pour les fonctions S+ et 
S_. À cet effet, reportons-nous à la fig. 3.9 qui représente schémati- 
quement un élément actif de longueur 
L dont les faces terminales ont été 
soumises à un traitement spécial; les 
coefficients de réflexion des faces 
terminales sont À, (pour : — 0) et 
R;, (pour z = L). Les conditions aux 
limites revétent la forme suivante: 


S+ (0,t) = R,S- (0, t); Fig. 3.9 
S_(L,t) = R,S4(L;t). (3.2.20) 


Equations du bilan moyennées (équations de vitesse). — En 
utilisant les équations du bilan on procède encore à une simplifica- 
tion. Celle-ci est liée à ce que les densités d’inversion de populations 
et les densités de flux lumineux sont ramenées à leurs moyennes sur 
la longueur du milieu actif (plus exactement sur la longueur de la 
cavité résonnante). Posons au préalable 


Sie Ss Sie =. (3.2.21) 
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En additionnat membre à membre les deux premières équations 
{3.2.18) et en tenant compte de (3.2.21), on obtient 


0S"/0z + v”19S/0t = [oN (3, t) — nl S (z, t). 


Intéorons cette égalité sur la longueur du milieu actif, il vient 
L 
S'(L, 1)—S"(0, ++ TS(, 1)4:- 
0 


L L 
=6 (Vs DS(, ds | S(z, t)dz.  (3.2.22) 
U 0 


En utilisant le signe (...) pour désigner les fonctions moyennées 
L 
({) = + | f (:, t) d:), récrivons (3.2.22) sous la forme 


0 
S'(L) —S" (0) + (L:v) d {S Mdt = oL (NS) — nl (S). (3.2.23) 


En faisant des moyennes, on supposait que les propriétés du milieu 
actif étaient invariables suivant la direction dans l’espace si bien 
que ni ©, ni 1, ne dépendent de la coordonnée =. 

On montre (v. par exemple [1]) que pour l'étude des situations 
réelles on peut admettre, avec une approximation suffisante pour la 
pratique, la relation approchée suivante: 


(NS) = (N) (S). (3.2.24) 
Compte tenu de (3.2.24) mettons l'équation (3.2.23) sous la forme 
S' (L) — S" (0) + (Liv) d {SYMdt = L (o (N) — mn) (SI.  (3.2.25) 
Il n'est pas difficile de voir que la densité du flux lumineux 
sortant de la cavité (S..-) a pour valeur 
Séor = IS+(L) — S_ (L)} + [S_ (0) — S, (0)] = S’ (L) — S” (0). 
(3.2.26) 


En faisant usage du coefficient de pertes utiles n2 (v. $ 2.1), on 
peut représenter S,,- sous la forme 


S'sor = L (S)n0 (3.2.27) 
où, rappelons-le, 
ne = (1/2L) In (1/R,R:). (3.2.28) 
Le rapprochement entre (3.2.27) et (3.2.26) donne 
S" (L) — S" (0) = ZL {S)n2, 
.ce qui permet de récrire l’équation (3.2.25) sous la forme 
(L/v) d (S Mdt — Lo {S) (N) — L (n1 + no) {S ). (3.2.29) 


$ 3.2] ÉQUATIONS DU BILAN 957 


Ainsi, le passage aux valeurs moyennées sur la longueur du milieu 
actif permet de simplifier considérablement le système d’équations 
du bilan. Au lieu du système de trois équations différentielles aux 
dérivées partielles nous avons maintenant un système de deux équa- 
tions moyennées : 


LL (S)=0(S){N)— (mi ne) (S); 


v dt 
20 


(3.2.30) 
LNy= (SN) — (opt +) EN) +n' (us — +). 
Les équations moyennées du bilan sont également appelées équations 
de vitesse. 

Dans ce qui suit nous n'utiliserons en règle générale que des 
équations moyennées du bilan si bien que le signe (.. .) peut être 
omis; en considérant les fonctions du temps intervenant dans les 
équations du bilan, nous supposerons que toutes les quantités sont 
déjà prises en valeurs moyennes dans l’espace. Compte tenu de 
cette remarque et en introduisant la désignation 


K = ut, (3.2.31) 


récrivons le système d'équations du bilan (3.2.30) d’un laser à trois 
niveaux sous la forme suivante: 


LS = 08 (4) N (#)— (ns +) S (1): 


2 NO,  … (3.2.32) 
TH N= HS (NE) (A+) + (A — 1). 


Pour un laser à quatre niveaux, la deuxième équation du système 
(3.2.32) doit être remplacée par l'équation 


[9] 


d N s ns, 
LN= —TS(HN(D—-—L(K+1)+ EEK. (3.2.3) 


Equations de Statz et De Mars. — Le système d'équations moyen- 
nées du bilan (3.2.32) a été obtenu avec certaines hypothèses sur 
le schéma des niveaux du centre actif. Sous une forme plus générale 
(indépendante du choix d’un schéma concret des niveaux) les équa- 
tions du bilan ont été établies dès 1960 par Statz et De Mars [69]. 
Le système d'équations de Statz et De Mars se présente sous 
la forme suivante: 


M (t) . 
T L 


d , NE | 
FE N= —BB'M (EN (+ TO 


d ’ 
+ M=B'M(!)N(t)— 


(3.2.34) 


17-1345 
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Les fonctions inconnues sont ici la densité d'inversion de popula- 
tions N (t) (de même que dans (3.2.32)) et la densité de nombre de 
photons A (t) à la fréquence émise. La quantité AJ (t) est facile 
à exprimer par la densité de flux lumineux S (t). En effet. en divi- 
sant S (t) par la vitesse v de propagation du rayonnement, on obtient 
la densité de rayonnement; puis, en la divisant par l'énergie du 
photon w, on obtient la densité de nombre de photons A7 (t). 


Ainsi on a 
M (t)=S (t}vho. (3.2.35} 


Les équations de Statz et De Mars font intervenir les constantes 
suivantes: B’ — Bho, le coefficient d’'Einstein de transitions stimu- 
lées dans le canal d'oscillation multiplié par l'énergie du photon; 
T, la durée de vie d’un photon dans la cavité résonnante définie 
par l’ensemble des pertes nuisibles et utiles (suivant (2.3.10) ce 
temps s'exprime par le coefficient de surtension de la cavité réson- 
nante: 7? = Q/w); T;, le temps de relaxation longitudinale (relaxa- 
tion de la différence d'’inversion de populations des niveaux) (1); 
1/T,, la probabilité de variation de la différence d’inversion de 
populations des niveaux par suite des processus de relaxation; 6, un 
nombre entier décrivant la variation de la différence d’inversion 
de populations des niveaux des transitions laser en cas d'émission 
d’un photon; {V,, la densité d’équilibre d'’inversion de populations 
en l’absence d'oscillation (le sens physique de ce paramètre sera 
discuté en détail plus loin). 

Les équations de Statz et De Mars comportent une interpréta- 
tion physique bien suggestive. La première équation signifie que la 
densité de photons dans la cavité résonnante croît par suite des 
transitions stimulées dans le canal d’oscillation (du fait que l’'émis- 
sion induite l'emporte sur l'absorption résonnante) et décroît par 
suite des pertes existant à l’intérieur de la cavité. La vitesse de 
croissance est égale au produit de la densite d’inversion de popula- 
tions par la probabilité par unité de temps w de transitions stimu- 
lées. Compte tenu de (3.2.35) on a w = BS/v = BhoM = B'M 
et donc la vitesse considérée est égale à w \ = B’AN, ce qui traduit 
la première équation de Statz et De Mars. Quant à la vitesse de décrois- 
sance de la densité de nombre de photons, elle est égale à AJ'T, 
c’est-à-dire est inversement proportionnelle au coefficient de surten- 
sion de la cavité résonnante. Remarquons que la quantité 1/7 s’ex- 
prime aisément par les coefficients de pertes nuisibles et utiles: 


LT = v (m1 + no). (3.2.36) 


La seconde équation de Statz et De Mars traduit le fait que la 
densité d’inversion de populations décroît au cours de l’émission 


(0) () Pour les relaxations longitudinale et transversale, voir par exemple 
10], $ 5.7. 
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induite et croit grâce à la prédominance de l'effet de pompage sur 
l'effet de vidange du niveau supérieur de la transition laser par 
suite des processus de relaxation. La vitesse de décroissance est égale 
à BB'MN et la vitesse de croissance à (V, — N)/T.. 

Le paramètre NW, qui a été appelé plus haut densité d'équilibre 
d’inversion de populations en l'absence d’oscillation mérite d’être 
examiné plus en détail. Supposons qu'on a réalisé des conditions 
rendant impossible l’oscillation du laser (par exemple, on a désaligné 
la cavité résonnante). Supposons également que dans ces conditions 
fonctionne un dispositif de pompage de puissance constante. Si les 
processus de relaxation n'intervenaient pas (si le vidange des niveaux 
par émission spontanée ne se produisait pas), la densité d’inversion 
de populations W devrait, dans une telle situation, croître jusqu’à ce 
que tous les centres actifs passent au niveau supérieur de la transi- 
tion laser (VW = n'). Or, les processus de relaxation se produisent 
de façon permanente; de ce fait la fonction croissante {V (t) tendra 
vers une certaine valeur constante (inférieure à nr’) pour laquelle 
l'effet de croissance de V due au pompage et l’effet de décroissance 
de ŸV par suite des processus de relaxation se compensent exacte- 
ment. C'est cette valeur de la densité d’inversion de populations 
qu'on prend pour ,. Soulignons que la valeur de NW, pour laquelle 
a lieu cette compensation est d’autant plus grande que la puissance 
de pompage est plus élevée. C’est pour cette raison que l’on donne 
a V, aussi le nom de paramètre de pompage. 

Remarquons que la deuxième équation de Statz et De Mars pos- 
sède, comme il est facile de le voir, la solution W = {V, si l’on 
y pose A/ = 0 (absence d'oscillation) et dV/dt = O (le pompage et 
les processus de relaxation se neutralisent mutuellement). 


Au lieu de M (t) et N (t) on préfère parfois (v. par exemple [54. 59. 68]) 
faire usage des fonctions f (t) = kw (t) et N° (t) = kwN (t). Ces fonctions- 
décrivent la densité d'énergie de rayonnement (à la fréquence d'émission) emma 
gasinée respectivement dans le champ à l'intérieur de la cavité résonnante et 
dans les centres actifs inversés. Dans ce cas le système d'équations de Statz et 
De Mars (3.2.34) s'écrit sous la forme 


dF'dt=BF(t) N'(t)—EF (t); : 
_ } (3.2.34a) 


aN'/dt=R—AN'(t)—BBF (t) N° 
Ici, E=1/T; À=1/7;,; R = Nohw/Ti. 


Comparaison des équations de Statz et De Mars et du système 
d’équations du bilan moyennées. — Comparons les équations de 
Statz et De Mars au système d’équations du bilan (3.2.32). En utili- 
sant les relations (3.2.17), (3.2.35), (3.2.36) et la relation B’ — 


17° 


260 DYNAMIQUE DE L'OSCILLATION LASER [Ch. 3 


= Bhiw, récrivons les équations de Statz et De Mars (3.2.34) sous 
la forme 


TS = voS (4) N (#)—v (ns + ne) S (4); 


d N (t) 


u N, (3.2.37) 
HN RES CN + 


La première équation du système (3.2.37) coïncide avec la première 
équation du système (3.2.32). Les deuxièmes équations de ces systè- 
mes sont un peu différentes du fait que le système (3.2.32) tient 
compte d’un schéma concret des niveaux des transitions laser (en 
l'occurrence du schéma à trois niveaux). La comparaison des deuxiè- 
mes équations des systèmes (3.2.37) et (3.2.32) donne pour un laser 
à trois niveaux 


B—2; Ti=v(K+1); No=n (K—1AY(A +1). (3.2.38) 


La comparaison de la deuxième équation du système (3.2.37) et de 
l'équation (3.2.33) permet d'obtenir un résultat analogue pour un 
laser à quatre niveaux 


B=1; Ti=x/{(K+1);: No = n'K/(K +1). (3.2.39) 


Expliquons les résultats obtenus pour B et 7,. Le niveau infé- 
rieur de la transition laser étant dans le schéma à trois niveaux 
(le niveau Z) à la fois le niveau fondamental, la naissance 
de photons dans le canal 2-7 aura pour résultat une diminution 
de la différence de populations des niveaux des transitions laser non 
seulement par suite de la diminution de la population du niveau 
supérieur mais également par suite de l’augmentation de la popula- 
tion du niveau inférieur; ainsi, la naissance d’un photon devra ré- 
duire la différence de populations de 2 (c’est pourquoi B—2). Quant 
au schéma à quatre niveaux, la réduction de la différence de 
populations des niveaux des transitions laser s’y produit seulement 
par suite de la diminution de la population du niveau supérieur 
parce que les centres actifs tombant sur le niveau inférieur de 
la transition laser passent rapidement au niveau fondamental ; c'est 
pourquoi on a ici f = 1. 

Le résultat obtenu pour le temps de relaxation longitudinale 
T, devient facile à saisir si on le récrit sous la forme 


AT = (K + 1)/x = w, + 1/7. 


On voit que la probabilité totale de relaxation 1/7, est la somme 
de la probabilité de pompage et de la probabilité de relaxation dans 
le canal d'’oscillation. 

La fonction V, (K) définie par les relations (3.2.38) et (3.2.39) 
est représentée graphiquement sur la fig. 3.10 ; la courbe J se rapporte 
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au laser à trois niveaux, et la courbe 2 au laser à quatre niveaux. 
Cette figure montre bien la croissance du paramètre de pompage Ÿ, 
avec la croissance de la puissance de pompage (plus exactement, 
avec la croissance de la quantité À = w,71). 

Valeur de seuil de la densité d’inversion de populations et con- 
dition d'accrochage. — La valeur de seuil de la densité d’inversion 
de populations (nous la désignerons 
par Vseul1), qui fait naître l’oscillation, 
se définit à partir de la condition 
physiquement évidente 

dMidt > 0. 


En utilisant la première des équations 
(3.2.34), on obtient 
N > 1/B°'T (3.2.40) 

et donc 

N'éeuu = 1/B°'T = 1/BhoT. (3.2.41) 
Puisque, comme il est indiqué pré- 
cédemment, 7? — Q/w, la relation Fig. 10.3 
(3.2.41) peut s’écrire sous la forme 


Nour = 1/BhQ.  (3.2.42) 


On voit que la valeur de seuil de la densite d’inversion de popula- 
tions est inversement proportionnelle au coefficient de surtension 
de la cavité résonnante. 

Compte tenu de (3.2.17) et (3.2.36), l'expression (3.2.41) donnant 
la valeur de seuil de la densité d’inversion de populations peut égale- 
ment se mettre sous la forme suivante: 


Nseun = (M1 + n:)/0. (3.2.45) 


Pour obtenir l’oscillation, il faut que la valeur de seuil de la 
densité d’inversion de populations n'excède pas la valeur de W, 
pour la puissance de pompage donnée. Ceci signifie que la condition 
d’oscillation (condition d'accrochage du laser) peut se présenter sous 
la forme 


No > Navi (3.2.44) 


ou encore, compte tenu de (3.2.43), 


ON, > (nm + no). (3.2.45) 
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Remarquons que la condition (3.2.45) s'est déjà rencontrée précé- 
demment ; nous avons en vue la condition (2.1.10) utilisée au $ 2.1: 


#0 > (1 + Ne) 


(c'est la condition imposée au gain initial x, qui doit être supérieur 
au niveau de pertes défini par la somme des pertes nuisibles et uti- 
les). L'inégalité (3.2.45) s'accorde avec (2.1.10) si l’on présente, 
conformément à (2.1.2), le gain initial x, sous la forme (1) 


#Xo = OVo-. (3.2.46) 


Pour un laser à trois niveaux, la condition d'accrochage (3.2.45) 
peut s’écrire, compte tenu de (3.2.38), sous forme de l'inégalité 


on (A —1)/(K + 1) > (m1 + ne) (3.2.47) 
ou encore 
K > lon’ + (ny: + n2)Wlon’ — (n, + n2)l. (3.2.48) 


On en tire la valeur de seuil pour la probabilité w, (qui caractérise 
la valeur de seuil de la puissance de pompage): 


ï _ Keeutt ___ On +(n1 +12) 
lp Seuil = RE IT ni - (3.2.49) 


En faisant usage de la relation (3.2.39), écrivons la condition d'’ac- 
crochage (3.2.45) relativement à un laser à quatre niveaux : 


on KI(K + 1) > (n1 + n:) 


ou encore | 
KZ (11 + ne)/lon — (m1 + n2)l. (3.2.50) 
La valeur de seuil pour la probabilité w, a dans ce cas pour expression 
K + 2 
Lp seu = Te Gr a RTE (3.2.51) 


La comparaison des (3.2.49) et (3.2.51) montre que le seuil suivant 
le pompage est plus bas pour le schéma à quatre niveaux que pour 
le schéma à trois niveaux (à condition que les valeurs des paramètres 
6,T,n', 1, N- soient les mêmes dans les deux cas). 

Forme adimensionnée des équations de Statz et De Mars. — Sou- 
vent on écrit les équations de Statz et De Mars sous une forme qui 


(*) En utilisant (3.2.38) et en tenant compte des caractères spécifiques de 
la « simplification à deux niveaux », il n'est pas difficile d'obtenir à partir de 
(3.2.46) l'expression (2.1.13) donnant le gain initial. 
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utilise uniquement des grandeurs adimensionnées, à savoir : 


tir, le temps adimensionné | 

m(t')=BB'T,M (#'T,) l'intensité de champ 
adimensionné 

n(t)=N(ET,)/Neeun le rapport de la densité d'in- 

(n = B'TN) version de populations à sa 
valeur de seuil 

a—B'TN,=Ny/Nseun le paramètre de pompage (3.2.52) 
adimensionné 

G=T,; le rapport du temps de re- 


laxation de la différence de 
populations à la durée de vie 
du photon dans la cavité ré- 
sonnante 


Il est aisé de s'assurer qu'avec des grandeurs adimensionnées le 
équations de Statz et De Mars prennent la forme suivante: 


dm'dt" =Gm(n—1); 


dnidt'=a—n(m+1) |" (3.2.53) 


On ne perdra pas de vue que dans ce cas d'dt = T-; d'dt'. 

L'écriture concise adimensionnée est bien commode pour l'ana- 
lyse des phénomènes inhérents au fonctionnement des lasers. En 
particulier, la condition d'accrochage (3.2.44) s'écrit sous forme adi- 
mensionnée 


ja >! . (3.2.54) 

Prise en compte de la contribution de l'émission spontanée à 
l'intensité de champ. — En utilisant la forme adimensionnée, pro- 
posons-nous de montrer comment on peut tenir compte dans les 
équations du bilan de la contribution apportée à l’intensité de champ 
par la partie de l’émission spontanée qui tombe dans le mode excité 
de la cavité résonnante (ceci correspond à la prise en compte du terme 
g (z, t) Az figurant dans (3.2.1)). Remarquons que bien que la con- 
tribution quantitative de l’émission spontanée soit relativement 
petite, elle peut avoir une influence considérable sur le caractère 
des processus se déroulant dans le laser. 

Le terme Gmn entrant dans la première équation (3.2.53) tient 
compte de Ja contribution des processus stimulés (de l'émission indui- 
te et de l'absorption résonnante). En passant à l'émission spontanée 
il convient, premièrement, d'éliminer le facteur de champ m et, 
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deuxièmement, d'utiliser au lieu de la différence adimensionnée de 
populations des niveaux des transitions laser x la population adi- 
mensionnée du niveau supérieur de la transition laser (désignons- 
la par nr) et, troisièmement, en tenant compte de la variation des 
coefficients d'Einstein lorsqu'on passe de l'émission stimulée à 
l'émission spontanée, d’introduire un facteur correctif €. Ainsi, la 
contribution cherchée de la part de l’émission spontanée peut être 
représentée dans la première équation (3.2.53) par un terme supplé- 
mentaire de la forme Gen. Puisque 


ngÆ(n+n").2, où n° = n'/Nseu (3.2.55) 


le « terme spontané » peut s'écrire sous la forme Ge (n + n°”) (le fac- 
teur !/, sera pris en compte ici dans le facteur €). Compte tenu dela 
contribution apportée par l'émission spontanée, les équations du 
bilan écrites sous forme adimensionnée auront la forme suivante: 


dmjdt'=Gm (n—1)+GEe (n+n); | 
dn/dt =a—n(m +1). 

Indiquons les valeurs numériques typiques des paramètres que 

font intervenir les équations (3.2.56) relativement à deux lasers à 


solides: à rubis et dopé au néodyme. Ces valeurs sont rassemblées 
dans le Tableau 3.1 [4]. 


(3.2.56) 


Tableau 3.1 


Paramètres 


Laser 
(#2 | G Fa | n” 
à rubies 30 10% 40713 101 
à ncodyme 2 404 10715 1 


Remarques générales sur la méthode des équations du bilan.— 
Les équations du bilan du type des équations de Statz et De Mars 
sont parfois dites équations ponctuelles. En négligeant les coordonnées 
spatiales, ces équations décrivent en fait un modèle ponctuel du 
laser, c’est-à-dire un modèle dans lequel tout l’espace occupé par le 
milieu actif est en quelque sorte réduit à un seul point. Les varia- 
tions dans l’espace y sont négligées, seules les variations dans le temps 
sont prises en compte. Cette circonstance restreint de façon substan- 
tielle les possibilités de cette méthode. C’est ainsi par exemple que 
les équations du bilan ne peuvent pas servir à l'étude des milieux 
actifs spatialement non homogènes; elles ne permettent pas de tenir 
compte de la non-homogénéité spatiale de l’inversion de populations 
et de certains autres effets spatiaux. 
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Il convient de souligner tout spécialement que la méthode des 
équations du bilan ne considère ni l’amplitude, ni la phase du champ 
mais seulement son intensité. Ceci signifie que ne sont pas prises en 
considération les relations de phase du rayonnement émis et les phé- 
nomènes d'’interférence qui leur sont liés. Les équations du bilan 
sont donc insuffisantes pour le calcul des caractéristiques spectra- 
les ou angulaires du rayonnement ainsi que pour celui des phénomè- 
nes optiques non linéaires cohérents. 

Néanmoins la méthode des équations du bilan s'avère bien utile 
pour l'étude de la dynamique des lasers. Comme le montre la prati- 
que des calculs, cette méthode simplifiée permet de considérer d’une 
façon suffisamment correcte toute une série de questions liées à la 
variation dans le temps des paramètres d’un laser monomode et de 
son rayonnement. En particulier, la méthode des équations du bilan 
permet de mettre en évidence les traits principaux de la dynamique 
des processus au régime d'’oscillation libre et aux régimes de pro- 
duction d’impulsions géantes y compris le régime de fonctionne- 
ment d’un laser comportant un filtre saturable. Les équations du 
bilan sont également utilisées lors de l’étude des lasers multimodes 
[4, 74, 72]. 

En nous bornant à des remarques de nature qualitative qui vien- 
nent d’être faites, indiquons qu'une analyse suffisamment rigoureuse 
des conditions d'applicabilité des équations du bilan est donnée dans 
[4. 73, 74]. Dans le cas d’un laser monomode, c’est en particulier la 
condition que le temps de relaxation transversale T, (temps de re- 
laxation de la polarisation du milieu) soit petit devant le temps de 
relaxation longitudinale 7, et devant la durée de vie 7 du photon 
dans la cavité résonnante: 


Ta Ti; T:<T. (3.2.57 


Dans des lasers à solides, les inégalités (3.2.57) sont toujours satis- 
faites. Ces lasers se caractérisent par les valeurs suivantes des temps: 
T;, 10% à 105, T = 105, T, & 10-65. 


Laser considéré comme un système auto-oscillant à constantes réparties. 
Une étude plus ricoureuse de la dynamique des lasers, qui tient compte de l'évo- 
lution des processus non seulement dans le temps mais également dans l'espace, 
est fondée sur l’utilisation des équations de Maxwell pour la description du rayon- 
pement et des équations de la mécanique quantique pour la description de la subs- 
tance (c'est-à-dire sur la théorie ou la description dite semi-classique: V. par 
exemple [1, 4. 75]). Une telle manière de proceder permet de combler les prin- 
cipales « lacunes » de la méthode des équations du bilan. à savoir de Lenir compte 
des relations de phase et d'examiner les phénomènes d'interférence qui se pro- 
duisent dans la cavité résonnante d'un laser fonctionnant sur plusieurs modes. 
La description semi-classique permet d'analyser la dynamique des lasers multi- 
modes et tout d’abord des lasers à deux modes [17, 75 à 7%]. 

Il y a intérêt à illustrer, ne serait-ce que dans les plus grandes lignes. l'ap- 
plication de la description semi-classique à l'étude de la dynamique d'un laser 
multimode. Le laser peut ètre considéré dans ce cas comme un système auto- 
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oscillant à résistance négative répartie (v. [75] ainsi que {78, 79]). Bornons-nous 
à examiner le problème à une dimension en supposant que le rayonnement se 
propage rigoureusement suivant l’axe de la cavite résonnante (axe =) et que les 
variations du champ dans la direction perpendiculaire à cet axe sont négligea- 
bles. Dans ce cas, l'équation d'onde pour la composante du vecteur intensité ds 
<hamp électrique dans une cavité vide sans pertes est de la forme 

0?E 1 O°E 

0:° PEN: Hé (8-2-58) 


Représentons E (z, t) par une somme suivant les modes longitudinaux : 


E (:, 1) => An (t) sin (kn2), (3.2.59) 


Où k, — nx/L, L étant la longueur de la cavité résonnante. La relation (3.2.59) 
tient compte des conditions aux limites Æ (0, t) = £ (L, t) = 0. Introduisant 
la relation (3.2.59) dans (3.2.58), on obtient 


d'A,/dt® + Q54, = 0, (3.2.60) 

où Qn = nne/L. + 
Pour tenir compte des pertes dans la cavité, il convient d'introduire dans 
, se | d'A : à 
le premier membre de l'équation (3.2.60) le terme Ta W9/Q, ; où Qn est le coeffi- 
cient de surtension du n-ième mode. Dans le cas d’une cavité actire, l'équation 
considérée fait intervenir encore un terme: celui-ci s'exprime par la valeur de la 


polarisation électrique P (:, t) qui fait office de la source de champ réparti 
suivant l'axe :. Ce terme se présente sous la forme [78] 


2 | —— 
TES où Pat) = T | P (=. t) sin (kn, 2) di. 
0 


Ainsi, au lieu de l'équation (3.2.60), on a l'équation suivante qui décrit le 
n-ième mode longitudinal dans une cavité active avec pertes: 


d'An O7" dAn LG? a d Ph ne 
TE + Qe a + ChAntén = 0. (3.2.61) 
Les fonctions 4, (t) et P, (t) se présentent sous la forme 
An (1) = E, (t) cos [o,t + @, (t)]; (3.2.62a) 
P, (1) = C, (t) cos Lo,t + q, ()] + S, (+) sin Lo, t + q, (91, (3.2.62b) 


où E, (t) et g (t) sont l'amplitude et la phase du n-ième mode. lentement 
variables pendant la période 21.w, ; les fonctions C, (t) et S, (t) sont supposées 
elles aussi lentement variables. On introduit les expressions (3.2.62) dans (3.2.61) 
et on rejette les termes contenant les dérivées secondes des fonctions lentement 
variables. Puis on annule séparément les coefficients de cos [w,t + æ, (t)] 


et de sin {w,t + w, (t)] et on néglige les termes contenant Oo dEn dEndn 
Qn dt * dt dt ° 
Oo dr 


VRETR En tenant compte que &, + peut être posé égal à Q,. on ob- 
n 


tient finalement les équations suivantes pour l'amplitude et la phase du n-ième 
mode : 
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+ En = — 20008 ni 
age NN | (3.2.63) 
( di + ün—Qn) En=—2a00Cn. 


On les appelle équations raccourcies (réduites) ou encore équations self-consistantes. 

Dans l’étape suivante, on exprime la polarisation (ou plus exactement les 
fonctions C, et S,) par les amplitudes des modes. Ce faisant, on utilise la des- 
<ription quantique de la substance de l'élément actif à l’aide de la matrice de 
densité (!). Pour des intensités relativement peu élevées du champ à l’intérieur 
de Ja cavité (au voisinage du seuil d'accrochage), la variation des C, et S, en 
fonction des amplitudes peut être représentée sous la forme [78] 


— 210$ n = GonËn —PnE} — > OnmEnEin: (3.2.64a) 
mn 
9 CR E Ei, - S” “ £2 3 2 G4 
2XWln =0OnEn+pnEn+ Pa TnmEn£Em, (3.2.64b) 
men 


OÙ Con» Pn: On+ Pr: Onmr Tnm “Ont des coefficients dépendant de Q,,. du degré d'in- 
version de populations des niveaux des transitions laser, du temps de relaxation 
des niveaux supérieur et inférieur des transitions laser, de la largeur de la raie 
d'absorption. Le sens physique de ces coefficients est analysé dans [78] ; ils sont 
calculés pour un laser à gaz dans [75]. Compte tenu de (3.2.64), les équations 
réduites (3.2.63) prennent la forme suivante: 


dE (A) 5 
FR L dia | (3.2.65) 
DTI + on =Qn+on+pnEn + > TnmËn. 


mn 


Il n'est pas difficile de voir que le coefficient &,\ n est autre que le gain d'ampli- 
fication pour le n-ième mode. La condition d'accrochage du n-ième mode est 
de la forme &on >> &o/20,. Les coefficients 6,,, et t»" jouent le role des coeffi- 
cients de couplage décrivant l'interaction des modes. 


$ 3.3. RÉGIME D’OSCILLATION LIBRE (RÉGIME RELAXE). 
PULSATIONS AMORTIES RÉGULIÈRES DE LA PUISSANCE 
DU RAYONNEMENT 


Etape précédant l'oscillation. — Nous admettrons pour simpli- 
fier que l'impulsion de pompage est de forme rectangulaire ; la durée 
de l'impulsion est t,, l'instant { — 0 correspond à celui d’applica- 
tion de l'impulsion de pompage. Désignons par téeuy 1e temps qui 
s'écoule entre l’instant d'application de l'impulsion de pompage et 
l'instant où le laser entre en oscillation. Durant cet intervalle de 
temps, les centres actifs s'accumulent au niveau supérieur de la 


(!) La matrice de densité est expliquée dans [80]. L'application de la ma- 
trice de densité à la description de l’interaction entre le rayonnement et le milieu 


actif est examinée dans [75, 79] 
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transilion laser jusqu’à l'instant où la densité d’inversion de popu- 
lations prend sa valeur de seuil Véeus = (1 + n2).0. 

Pour la période qui précède l'entrée en oscillation, dans les équa- 
tions du bilan il convient de poser S = 0 (17 = O). Alors, en consi- 
dérant, pour fixer les idées, un laser à trois niveaux, on tire de (3.2.32) 


aNldt = In (K—1)—N (t) (K +1). (3.3.1) 


Lorsque l'impulsion de pompage a une forme rectangulaire, la quan- 
tité À peut être considérée comme une constante (pendant la durée 
du pompage). En profitant de cette circonstance, il n’est pas dif- 
ficile de trouver la solution de l'équation (3.3.1). Elle peut se pré- 
senter sous la forme 


ON (t)/n° = 2K (K + 1)-1 {1 — exp [— (K + 1) t/x]} — 1. 
(3.3.2) 


Pour t = 0 on a Ÿ — — n°. Lorsque t — oc, la valeur de # (t) tend 
asymptotiquement vers V, = n° (K — 1)/(4X + 1) (fig. 3.11). 
résulte de (3.3.2) que le temps t;,, au bout duquel la fonction # (t} 
passe par zéro (v. la figure) a pour valeur 


tiny = TK + 1)-!n [2K/(K — 1)]. (3.3.3) 


Le laser entre en oscillation à l’instant où la fonction { (t) atteint 
la valeur Van. Par conséquent 


nr (634 


Comme le montre la figure 3.11, la condition nécessaire d'’ac- 
crochage est No > Néeuu- Cette condition a été examinée au $ 3.2 
où on a montré qu'elle pouvait s’écrire sous la forme (3.2.48). Il 
en résulte que la puissance de pompage doit excéder la valeur de 
seuil définie par le second membre de l'inégalité. 

La fig. 3.12 représente les courbes traduisant la variation de la 
fonction À (t) dans trois situations différentes correspondant à des 
puissances de pompage différentes: a) la puissance de pompage est 
inférieure à sa valeur de seuil (X, << Kéeun); b) la puissance de 
pompage n'est que légérement supérieure à la valeur de seuil 
(Ko > Kseun) ; €) la puissance de pompage est suffisamment élevée 
(K3 > KÆeur)- Les droites horizontales en traits interrompus cor- 
respondent à des valeurs différentes du paramètre de pompage V,; 
la droite horizontale en traits pleins correspond à la valeur eue 
On voit bien que le paramètre de pompage , croît avec la puissance 
de pompage. L'’oscillation devient possible pour Vo, > Nus; 
après cet instant le temps tsuy diminue lorsque X augmente. Por- 
tons notre attention sur le cas b) où l'oscillation, possible en prin- 
cipe, ne prend pas naissance parce que téeuge > tn (l'impulsion 
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de pompage cesse avant que la densité d’inversion de populations 
ait pris sa valeur de seuil). 

Remarquons qu’à la limite pour À © 1 on peut poser N, = n:'. 
Dans ce cas la relation (3.3.4) donne 


2n'o 
— 10 —— |, 
Wp R'O—(1]1 + 12) 


leur = (3.3.9) 

Phénomènes transitoires accompagnant l’entrée en oscillation 
{pulsations amorties régulières de la puissance de rayonnement). — 
L'entrée en oscillation s'accompagne de phénomènes transitoires qui 
ont pour effet de provoquer l'apparition de pulsations amorties 


Kÿ1 seuu 
0! £ t 
seuil S “p "seuil 3 
n'$ 
Fig. 3.11 Fig. 3.12 


régulières de la puissance émise. L'analyse de ces pulsations a été 
effectuée dans de nombreux ouvrages [1, 2, 4, 73, 81 à 86]. 

” s Revenons au système d’équations du bilan (3.2.32). Compte tenu 
de (3.2.43), écrivons ce système sous la forme suivante: 


À = 00 [N (tj) — Noeuul S (4); 
adN 29 NA) 7 n°. je (3.3.6) 
Dr = — 7 SN (EE) ——— (KA +1)+— (4 —1). 


Analysons le système (3.3.6) au voisinage des valeurs stationnaires 
Se et Vs: à cet effet, écrivons 


St)=Sa—+AS(t); N(t)=Nx+AN(E (3.3.7) 
et supposons que 


AS (4) Su: AN()E Na. (3.3.8) 
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Cherchons les valeurs de S, et de W.: en posant dans (3.3.6) 
dS/dt = O0 et d\N/dt = 0: 


k Va 
NN es = | (K—14)— seul eu (K+4) |. (3.3.9) 


En introduisant l'expression (3.3.7) dans er et en faisant usa- 
ce de (3.3.9), on obtient 


LAS = voSYAN + voASAN: | 
+ AN = + ( NaAS + SAN — (3.3.10} 
OT | 


Compte tenu de (3.3.8), négligeons des termes contenant ASANW. 
Il en résulte la linéarisation du système d'équations: sa transforma- 


tion d’un système non linéaire en système linéaire (par rapport à 
AS et A): 


Ed -i 
_ (3.3.11) 
AN = — (NAS + SAAN)— 2 (K + 1). 


En faisant on AN dans (3.3.11), on obtient pour AS (t} 
TU différentielle suivante: 


TE ASH S, ets 0e SaNaAS=0. (3.3.12) 


Introduisons dans cette dernière équation l'expression (3.3.9), te- 
nons compte de (3.2.38) et utilisons la relation 


vo = (TN un)", (3.3.13) 
qui découle de (3.2.17) et (3.2.41). 11 vient finalement 


d° No d | Vo En se 2 , 
Je AS+ pr 7 AS + (— 1) AS—0. (3.3.14) 


Cherchons la solution de l'équation (3.3.14) sous la forme 


AS (t) = C exp (pt). (3.3.15) 


En introduisant l’expression (3.3.15) dans (3.3.14), on obtient une 
équation par rapport au paramètre p (équation caractéristique) 


nf 


DER } 


1 
+ pt —1)=0.  (3.3.16) 
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Les racines de cette équation sont 
Pas = — (Wo/2Nseun?1) + V D/2, (3.3.17) 


«= 


ou 
D = (Vo/N seur17 1)° — À L(NVo/N'seut1) 07 1VTT;. 


Nous supposerons réalisée l'inégalité 


D < 0. (3.3.18) 
Ceci aura lieu dans le cas où 
4 (TT) UWo/N sun) — 11 > (5/2 seut1)* (3.3.19} 
ou (en passant aux paramètres G et « introduits au $ 3.2) 
4G (œ — 1) > a*. (3.3.20) 


Les données indiquées dans le Tableau 3.1 montrent que l'inégalité 
(3.3.20) et donc l'inégalité (3.3.18) doivent être satisfaites par ex- 
cès. 

Lorsque l'inégalité (3.3.18) est satisfaite, les racines de l'équa- 
tion caractéristique sont complexes. Compte tenu de (3.3.17) la so- 
lution de l'équation (3.3.14) peut se présenter sous la forme 


AS = exp (—Not/2N sun 71) IC exp V ID |t/2) + 
+ C*exp(—iV|D |t/2)] (3.3.21): 


Il est facile de voir que l'expression (3.3.21) décrit des pulsations 
amorties régulières dont la fréquence de répétition a pour valeur 


es 7, 2 a D nn 1 
(3.3.22). 


L'amplitude de ces pulsations décroît suivant une loi exponentielle 
avec une constante de temps 


tm = 27 1N jeu/ No: (3.3.23) 


Le graphique des pulsations amorties régulières décrites par la 
relation (3.3.21) est montré sur la fig. 3.13; l'instant t — 0 sur la 
figure correspond à l'instant où le laser entre en oscillation (). 


() Nous supposons que tam < tp si bien que les pulsations arrivent à s'éva- 
nouir avant la cessation de l'impulsion de pompage. 
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En utilisant les paramètres adimensionnés G et &, récrivons les expressions 
43.3.22) et (3.3.23) sous la forme (en tenant compte que G © 1): 


Q—=(«/2T1) y 4G(a—1)/a—1 = V°G (œ—1)/T;; (3.3.24) 
lam = 2T,/c&. (3.3.25) 


Pour un laser à rubis, par exemple, on a & = 30, G = 106, 7, = 10 s. Il en 
résulte que À & 106 s1, 1,n = 10 s. 


L'analyse qui vient d’être faite est basée sur l'hypothèse (3.3.8). 
Or, pendant la période initiale du développement de l’oscillation, 
ces inégalités ne sont pas satis- 
faites; de ce fait, les pulsa- 
tions correspondant aux phé- 
nomènes transitoires doivent 
être examinées en toute ri- 
gueur en partant du système 
d'équations non linéaires 
(3.3.10) et non sur la base 
du système d'équations li- 
néaires (3.3.11). La fig. 3.14 
montre la courbe caractéris- 
tique obtenue par suite d’un 

Fig. 3.13 calcul rigoureux, à l’aide de 

calculateur électronique, des 

pulsations amorties dans un laser à rubis. On voit bien que les pul- 

sations réelles pendant l'étape initiale de l’oscillation diffèrent 
nettement de celles représentées sur la fig. 3.13. 


S 


Fig. 3.14 


Compte tenu des remarques faites, procédons à une analyse plus 
rigoureuse du régime de pulsations amorties régulières dans un 
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laser à solide. Nous utiliserons à cet effet les équations de Statz et 
De Mars écrites sous forme adimensionnée (équations (3.2.53)) (. 

Portrait de phase d’un laser à solide fonctionnant en régime relaxé. 
Conformément aux équations (3.2.53), un laser considéré comme 
un système dynamique se décrit par deux fonctions du temps: r ({) 
et m (t’). Définissons le plan d'états du laser (autrement dit, le plan 
de phase) comme un plan dans lequel le rôle des coordonnées car- 
tésiennes est rempli par les variables nr et m. A tout instant, l’état 
du laser est « représenté » par un point déterminé appartenant au 
plan de phase (point figuratif ou représentatif). Au cours du temps, 
le point figuratif trace dans le plan 
de phase une certaine courbe que 
l'on appelle frajectoire de phase. 
La famille de trajectoires de phase 
est appelée par convention portrait 
de phase du système dynamique 
considéré. 

Si un laser se décrit par les 
équations (3.2.53), ses trajectoires 
de phase peuvent se déterminer à 
partir de l’équation 


dn —1 
-G—"%— 79 |, (3.3.26) 


%—(m-1Â)n 


que l'on obtient en divisant la 
première des équations (3.2.53) par 
la seconde. Une de telles trajectoi- 
res de phase est représentée sur la 
fig. 3.15. Elle donne une idée du 
portrait de phase d’un laser décrit | 
par les équations du bilan de Statz Fig. 3.15 
et De Mars. 

Dans le cas représenté sur la fig. 3.15, le point figuratif se dépla- 


ce suivant une spirale qui s'enroule autour d’un point À de coordon- 
nées 


Na =Â1;, Ma =a—1. (3.3.27) 


(*) On pourrait bien entendu examiner dès le début les pulsations amorties 
en partant des équations adimensionnées de Statz et De Mars. Pourtant il nous 
a semblé plus correct au point de vue méthodique d'effectuer cette analyse en 
partant non pas du système d'équations (3.2.53) mais du système (3.2.32) qui 
doit être considéré par un lecteur non averti comme plus concret et plus suggestif 
au point de vue physique. 
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Le point À « figure » l’état du laser correspondant à l'oscillation 
stationnaire ; on peut s’en assurer facilement en posant dans (3.2.53) 
dm/dt” = O0 et dn/dt’ = 0 ©, 

La courbe en spirale représentée sur la figure commence au point 
a de coordonnées 


Na =Â; M = Mmin (3.3.28) 


Le point «a représente l’état dans lequel la densité d’inversion de 
populations atteint pour la première fois (dès le début du pompage} 
la valeur de seuil; il correspond à l'instant où l'oscillation prend 
naissance. L’intensité du champ min Se détermine à cet instant. 
par les transitions spontanées; soulignons que Min € 1. 

_ À partir de cet instant le laser commence à émettre un premier 
picot. La puissance de ce picot augmente au fur et à mesure que le 
point figuratif se déplace de a à c ; elle prend sa valeur maximale au 
point c (ses coordonnées sont: nr, = À, m, = Mmax). Après cet ins- 
tant, la puissance du premier picot décroît progressivement jusqu’à 
une valeur légèrement supérieure à Mmin (V. point e de la figure) et 
le laser commence à émettre un deuxième picot. À chaque picot que 
comporte le rayonnement émis correspond un tour de la courbe en 
spirale. Le fait qu'avec chaque tour la spirale se rapproche de plus 
en plus du point À signifie que les pulsations tant de l'intensité du 
champ rayonné que de la densité d'inversion de populations décrois- 
sent progressivement. 

Le portrait de phase du laser représenté sur la fig. 3.15 est « dé- 
veloppé » dans le temps à la fig. 3.16 qui montre les graphiques de 
deux fonctions du temps: m (t”) et n (t’) (rappelons que #” = &#/T,). 
L'origine des temps (t’ — 0) correspond à l'instant où le laser entre 
en oscillation ; les lignes en traits interrompus montrent l'allure des 
courbes correspondantes pendant l'étape précédant l’oscillation (?). 
L'intervalle de temps ft, (v. la figure) correspond à l'étape initiale de 
l'émission du premier picot (étape du développement linéaire de 
l'oscillation) ; l'intervalle #, est la durée effective du picot; £, est 
l'intervalle de temps effectif entre deux picots successifs. La figure 
illustre un certain synchronisme entre les pulsations de la densité 
d’inversion de populations et les pulsations de l'intensité du champ 
rayonné. Elle montre également que la vitesse de déplacement du 
point figuratif sur la trajectoire de phase de la fig. 3.15 n'est pas 
constante : elle est beaucoup plus petite sur les portions inférieures 
(par exemple, a-b ou d-f) de la spirale que sur ses portions supérieu- 
res (par exemple, b-d ou f-h). On voit sur la fig. 3.16 que (4 = 24) > 


(*) Les relations (3.3.27) repré eRiens les relations (3.3.9) écrites sous forme 
1)). 


io (à condition qu e Non" (A — 1)/(K + 
(2) Le comportement de la densité d’inversion de PO PA LIOns dans l'étape 
irécédant l'oscillation a été discuté plus haut; v. fig. 3. 
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> t;. La vitesse du point figuratif est d'autant plus élevée que sa 
distance à l’axe des abscisses est plus grande. 

Introduisons la désignation v=n—nmx = n — 1. En régime 
d'oscillation libre la valeur de v est beaucoup plus petite que l’unité 


m 


= °X 


Mmax © 


> « 


Fig. 3.16 


(Vmax & 0,1). D’autres valeurs numériques caractérisant le régime 
d'oscillation libre de deux types de lasers à solides sont indiquées 
dans le Tableau 3.2 [4]. 


Tableau 3.2 


Paramètres 
Laser 
Ti, S | t( te 2t6 Mmax Mmin 
A rubis 2.408 71-107! 8-1073 700 102 
A néodyme | 2-10" |12,5.40-3| 0,16 30 | 3.40-13 


Mise en évidence de la structure du portrait de phase d’un laser. 
Les traits caractéristiques de la structure du portrait de phase d’un 
laser fonctionnant en régime d’oscillation libre peuvent être mis en 
évidence sans procéder à la résolution de l'équation (3.3.26). A cet 
effet, il convient d'étudier tout d’abord le comportement des trajectoi- 
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res de phase au voisinage d'un point singulier correspondant à l'oscil- 
lation stationnaire (point À de la fig. 3.15). D’une manière concrète, 
il faut linéariser le système d'équations du bilan au voisinage de ce 
point singulier et, en examinant les racines de l'équation caracté- 
ristique qui en résulte, déterminer le type de point singulier [87]. Un 
tel programme d'actions est discuté en Annexe 5 où sont examinés 
en particulier six types de points singuliers. 

La linéarisation du système d’équations (3.2.53) au voisinage du 
point singulier (3.3.27) donne le système d'équations suivant 


du/dt"=G(æ—1)"; | 

dv/dt = —-av—vu. 
Ici, u()=m({t)—ma=m—(x—1Â), v(t)=nt(t) — 
—nA=n—1etu<ma, VKnA. L'équation caractéristique du 
système (3.3.29) est de la forme 


(3.3.29)0 


p+ap+G(a—1) = 0. (3.3.30) 
Ses racines sont (cf. (3.3.17)) 
Po + Var—4G(a—1). (3.3.3) 
Puisque, comme il a été indiqué précédemment, on a l'inégalité 
4G (a — 1)>5 o, (3.3.32) 
on peut écrire 
Pirz= 5 +iVG(a—1). (3.3.33) 


Les racines de l'équation caractéristique sont dans ce cas complexes 
à partie réelle négative. Ceci signifie (v. Annexe 5) qu'on a ici un point 
singulier du type d’un foyer stable. Le comportement des trajectoires 
de phase au voisinage d’un point de ce type est montré sur la fig. 
A.5.1, d en Annexe 5 (comparer à la fig. 3.15). 

Ainsi, nous avons établi comment les trajectoires de phase se 
comportent au voisinage du point singulier de coordonnées n4 = 1; 
Ma —= à& — Î1. Puis, en partant de la forme de l’équation (3.3.26), 
on peut tirer quelques conclusions complémentaires sur la structure 
du portrait de phase: 

a) la droite m = 0 (c'est-à-dire l’axe des abscisses dans le plan 
de phase) est une des trajectoires de phase possibles ; 

b) comme G>> 1, l’inclinaison des trajectoires de phase doit 
être grande (dm/dn >> 1) partout dans le plan de phase à l’exception 
des régions adjacentes aux droites z — 4 et m = 0; 


(*) Ce système d'équations correspond au système (3.3.11) écrit sous forme 
dimensionnée. 
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c) en tous les points de la droite z7 = 1 la tangente à la trajectoi- 
re de phase doit être horizontale (dm/dn = O0). 

En réunissant toutes ces remarques, il n’est pas difficile d'obte- 
air la structure du portrait de phase représentée sur la fig. 3.15. Pour 
ce faire, il suffit d’utiliser l'information supplémentaire qu'en ré- 
gime d’oscillation libre sont satisfaites les inégalités 


(nm —1)<01; mMmnarx > (&œ — 1). (3.3.34) 


Analyse des pulsations sur la base des équations du bilan. — En examinant 
l'étape du développement linéaire d'émission du premier picot (sur la fig. 3.15 
à cette étape correspond la partie a-b de la trajectoire de phase), tenons compte 
de ce she m << (a — 1) et négligeons la quantité m figurant au second membre 
de la deuxième équation (3.2.53) ; il vient un système d'équations du bilan sui- 
vant: 

dm dt’ = Gm (n—1); \ 
dn/dt' =a—n. (3.3.5) 


En posant que t’ = 0 est l'instant où commence l'oscillation (n (0) = 1, 
m (0) = mymin), On obtient après l’intégration de la deuxième équation (3.3.35): 


n(t) = œ — (a — 1) exp (—t). (3.3.36) 


La valeur de t” varie de zéro à t5 (rappelons que #5 est la durée de l'étape de 
l'oscillation que nous considérons; v. fig. 3.16). Vu que t6 0,01 à 0,1 (v. Ta- 
bleau 3.2), on peut poser exp (—t") = 1 — t’, ce qui permet de tirer de (3.3.36) 


v#)=n()—1—=(œ—1)4. (3.3.37) 


Ainsi, sur la partie a-b de la trajectoire de phase la densité d'inversion de popu- 
lations croît linéairement avec le temps; c'est pour cette raison que l'étape du 
développement de l'oscillation correspondant à cette partie de la trajectoire 
de phase est appelée linéaire. 

En tenant compte de (3.3.37), récrivons la premiere équation (3.3.35) sous 
forme dm/dt’ = G (x — 1) mt’. En intégrant cette équation de zéro à {”, on 
obtient 


In (m (t’)/mmin) = /2G (@œ — 1) (t'}<. (3.3.38) 
En éliminant le temps entre (3.3.37) et (3.3.38), on est conduit à l'expression 
v()=[C(a—1)/G) ln (mn (t)/Mmmin)}?/2. (3.3.39) 
En introduisant m — & — 1 dans (3.3.39), on obtient l'expression pour v,\a%: 
Vmax = [C2 (@ — 1)/G) In ((œ — 1)/mmin)lt/2. (3.3.40) 

En portant v = v,,,, dans (3.3.37), on obtient l'expression pour #5: 
16 = Ymax/(@ — Î). (3.3.41) 


Pour pouvoir utiliser les relations ainsi obtenues, il est nécessaire de con- 
naître outre les paramètres G et & encore le paramètre m,\1n- Pour évaluer mmin 
il convient d’avoir recours au système d'équations (3.2.56) qui tient compte de 
la contribution apportée par l'émission spontanée à l'intensité du champ (la 
quantité m figurant dans la deuxième équation de ce système peut être négligée). 
L'expression approchée pour mu1n est de la forme [4] 


G 
Mmin & (1+n") e V ET (3.3.42) 
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Notons que malgré la petitesse relative de la quantité mmin (v. Tableau 3.2) 
sa prise en compte lors de l'étude des conditions d'accrochage revêt une impor- 
tance de principe. Supposons que les transitions spontanées (et en général les 
fluctuations) n'existent pas, de sorte que m,nin = 0. Dans un tel cas le point 
figuratif se déplacerait toujours sur la trajectoire de phase confondue avec l'axe 
des abscisses, c’est-à-dire sur la droite m = 0. Les transitions spontanées sont 
nécessaires pour assurer une valeur mmin ne serait-ce que très petite, mais tout 
de même non nulle, et par là même pour faire passer le point figuratif de la 
trajectoire m — 0 sur l’une des trajectoires de phase qui s’en vont vers le haut 
dans le plan de phase lorsque 7 augmente. Les transitions spontanées ont donc 
une importance capitale parce qu’elles modifient qualitativement le caractère du 
mouvement du point figuratif dans le plan de phase. 

Examinons maintenant l'étape de l'oscillation à laquelle correspond sur 
la fig. 3.15 la partie b-c de la trajectoire de phase. En faisant usage de la variable 
v = n — {et en tenant RU que v < 1. récrivons le système initial d'équa- 
tions du bilan (3.2.53) sous la forme 


dm/dt’ —Gmw; 


dv/dt'=a—(m+i1). (3.3.43) 
11 en résulte que 
dm'dv = Gmvi[a — (m<+1)] 
et donc 
max 0 
Km (Lait LIN PP | us (3.3.44) 
a-1 ” Vmox 


pos s'étend sur la partie b-c de la trajectoire de phase). Compte tenu 
e ce que Mmax > (4 — 1), on déduit de (3.3.44) 


Mmax © GE ax/2 (3.3.45) 
En tenant compte de (3.3.40) on peut mettre ce résultat sous la forme 
Mmax Æ (@—1)Inl(& — 1)/mminl. (3.3.46) 


En se servant de la deuxième équation (3.3.43), on peut obtenir une évaluation 
du temps t{ qui caractérise la durée de l'étape de l'oscillation correspondant à la 
partie b-c de la trajectoire de phase (autrement dit, la durée effective du picot): 


l; Æ (2/GVmax) In [26v2,.,./(&—1)]. (3.3.47) 


Remarques sur le régime d’oscillation libre d’un laser multimode. 

— Comme il a été dit au $ 3.1, en plus des pulsations amorties 

régulières de la puissance on observe aussi des pulsations irrégulières 

et non amorties. L'irrégularité des pulsations peut être liée en parti- 
culier au caractère multimode du rayonnement laser (). 

Ainsi que nous l’avons vu plus haut, le processus de génération 
du premier picot comporte une étape initiale relativement longue 
du développement linéaire; la durée t, de cette étape est considé- 
rablement plus grande que la durée t; du picot lui-même (v. Tableau 


() L'oscillation libre d’un laser multimode est examinée par exemple dans 
[4, 11, 18 à 20, 88]. 
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3.2). Puis. remarquons que la valeur de seuil de l’inversion de 
populations (la quantité (n, + n:)/0), et donc les paramètres « et 
Mmin ne Sont pas les mêmes pour les différents modes. Il en résulte 
que les instants où commence la production du premier picot seront 
différents pour les divers modes de même que les durées de l'étape du 
développement linéaire de l’oscillation. L'émission des différents 
modes peut donc commencer à des instants différents et le picot 
d’un mode peut être émis avant la fin de l'étape du développement 
linéaire d’un autre mode. Dans un tel cas l'émission du picot du 
premier mode peut troubler les conditions de développement du 
picot du deuxième mode, car le processus d'émission affecte inévita- 
blement la valeur de la densité de l’inversion de populations. Tout 
ceci peut conduire à une irrégularite des pulsations observées de la 
puissance. 


$ 3.4. LASER À CAVITÉ RÉSONNANTE NON STATIONNAIRE. 
PULSATIONS NON AMORTIES DE LA PUISSANCE 
DU RAYONNEMENT 


Sous le terme de cavité non stationnaire nous entendons ici une 
cavité dont le coefficient de surtension est soumis à une faible modu- 
lation soit intentionnellement (par exemple, à l’aide d’une cellule 
acousto-optique ou électro-optique), soit accidentellement (par suite 
de l’action de divers facteurs d’origine technique qui interviennent 
en règle générale dans les conditions réelles du fonctionnement d'un 
laser). Il importe de noter qu'une instabilité même minime des para- 
mètres de la cavité peut avoir une influence considérable sur le ré- 
gime de fonctionnement d’un laser. 

Equations du bilan pour un laser à coefficient de surtension pé- 
riodiquement variable de la cavité (!. — Supposons que le coeffi- 
cient de surtension de la cavité varie périodiquement à une certaine 
fréquence @n : 


Q (1) = Q (1 — B cos ont), (3.4.1) 
mais que la profondeur de la modulation soit suffisamment faible 
(faible modulation de qualité): 

B << 1. (3.4.2) 


En utilisant (3.4.1), récrivons la première équation de Statz et De 
Mars (3.2.34) sous la forme suivante : 


dMIdt = B'MN — Mo/Q, (1 — B cos &nt) 


Un laser monomode à qualité périodiquement variable de la cavité est 
étudké par exemple dans [9, 10, 17, 21, 89 à 91]. 
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ou encore, compte tenu de (3.4.2), 
dMIdt = B'MN — (M/T,) (1 + B cos wnt), (3.4.3) 


où 7, = Q4/&. En passant d’après (3.2.52) à l'écriture adimension- 
née, mettons l'équation (3.4.3) sous la forme 


dm/dt’ — Gmn — Gm (1 + B cos omt'), (3.4.4) 


OÙ Om = ©GmZl1; G= Ty/Ts. 

Ainsi, dans le cas d’une “faible modulation périodique du coeffi- 
cient de surtension de la cavité, le système d'équations du bilan peut 
se présenter sous la forme (adimensionnée) suivante: 


dmidt' = Gm (n—1—$ cos ont’); 


dnidt'=a—nt(m +1) (69) 
Ce système d'équations ne possède pas de solutions stationnaires 
parce qu'il fait intervenir le temps sous une forme explicite (le 

terme —Gmf COS @Omt dans la pre- 
2/8 mière équation du système). Le 
TT caractère des processus décrits par 


les équations (3.4.5) dépend subs- 
tantiellement de la valeur du pa- 


ramètre de modulation f ainsi que 
du rapport om/Q’ où 


LL Zn, | 


Fig. 3.17 


=V G(a—1) (3.4.6) 


est la fréquence, sous forme adi- 
mensionnée, des pulsations amorties 
pour B = 0 (v. (3.3.24) ainsi que (3.3.33)). Le paramètre (° est appelé 
fréquence propre des oscillations de relaxation du laser autour d’une 
position d'équilibre. 

Supposons que le pompage soit faible (&œ > 1) et que le laser ne 
soit en dessus du seuil d'oscillation (B = (« — 1)) que pendant une 
partie de la période de modulation. En outre supposons que wmn € Q° 
(modulation basse fréquence de qualité). L'allure de la variation 
m (t’) calculée dans ces conditions à l'aide de (3.4.5) est représentée 
sur la fig. 3.17 [21]. D'une façon concrète: &« = 1,01; B = 0,1; 
Om = 0,45; Q'= 4,5; G = 2-109. On voit sur la figure que le 
rayonnement est | réalisé sous forme de séries de picots amortis. La 
fréquence de répétition de ces séries est égale : à la fréquence de modu- 
lation. Chaque fois, le début de l’oscillation s'accompagne de l'exci- 
tation d’une série de picots amortis. 

Considérons une situation lorsque B << (æ — 1). La fig. 3.18 
représente les graphiques de m (ft), calculés sur la base de (3.4.5) 
pour trois valeurs différentes du rapport wn/Q°: a) wm/Q’ = 0,1; 
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b) om/Q@° = 2; c) ©m/Q” = 10 (dans tous ces cas « = 2, B — 10, 

1 = 2-40 s, G = 6-10). Il est facile de voir que dans les cas re- 
présentés sur la figure se réalisent des pulsations non amorties de la 
puissance du rayonnement. Dans les fig. 3.18, a, c, le processus de 
pulsation comporte deux composantes : une à basse fréquence et l’autre 
à haute fréquence. Sur la fig. 3.18, a, la composante basse fréquence 


| 


0 100 200 fps O0 50 100 150 fps 0 20 10  f,ps 


a) b) | | 2nxT,/w C) 


Fig. 3.18 


correspond à la fréquence de modulation (à la fréquence w,), et la 
composante haute fréquence à la fréquence des oscillations propres 
(à la fréquence Q°), alors que sur la fig. 3.18, c c’est la situation 
inverse qui a lieu. Le cas le plus intéressant est celui de la fig. 3.18, b 
où la fréquence de modulation est voisine de la fréquence des oscil- 
lations propres; c’est alors que l'amplitude de la pulsation est 
grande. 

Dans tous les cas représentés sur la fig. 3.18 on observe un réglage 
de la fréquence des pulsations sur la fréquence des modulations. En 
particulier, sur la fig. 3.18, b, la fréquence w’ de répétition des picots 
se trouve égale à wm/8 (on dit qu'il y a synchronisation des picots à 
la fréquence wm/8). Ceci signifie que la modulation périodique de 
qualité de la cavité résonnante rend plus ordonné le processus d’oscil- 
lation laser [92, 93]. 
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Pulsations de petite amplitude. — Représentons les fonctions n(t) et 
m (t’) sous la forme 


nft)=1+vt); m()=2—1+u(), (3.4.7) 


où v ({’) et u (f’) sont les écarts des fonctions correspondantes par rapport aux 
valeurs correspondant aux solutions du système stationnaire non perturbé 
(3.3.27). Supposons que les amplitudes des pulsations de l'intensité du champ 
et de la densité d'inversion de populations soient petites: 


V1, p< (a — 1). (3.4.8) 


En introduisant (3.4.7) dans (3.4.5) et en tenant compte de (3.4.8) ainsi que de 
l'inégalité (3.4.2), linéarisons le système d'équations du bilan dans le voisinage 
du point ({, &« — 1) du plan de phase. Il vient 

duidt’ = G(a—1) (v—B cos w°t'); } 


.4.9 
dvidt' = —p—av. R ) 


En faisant disparaître +. on obtient pour u l'équation différentielle suivante : 


du ; du ’ + 9! ” p? 
re + nr +G(a—1)n=6G(a—1) B{w, Sinwt’—acos uw, t’]. (3.4.10) 


Pour B = 0. l'équation (3.4.10) se ramène, comme il est facile de s'en assurer, 
à l'équation (3.3.14) écrite sous forme adimensionnée. 
Cherchons la solution de l'équation (3.4.10) sous la forme 


u (4) = pu exp (iwt’)+ui exp (—iwn,t'). (3.4.11 


Remarquons que le second membre de l'équation (3.4.10) peut être représenté 
par une somme des termes contenant soit exp(iw,.t’), soit exp( — iw,,t”) 


puisque 
1 ion!’ iv t’ 


À io t' ion t’ 
coswnt = (em +e "m ). 


La fonction y, exp(iw,.{’) sera une solution de l'équation (3.4.10) si l'on ne gar- 


de dans son second membre que des termes contenant exp (ivmt )- Sous cette 
condition il n’est pas difficile d'obtenir pour u, l'expression suivante : 


; ; a+io,, 
ME TC DR EG Tune 


(3.4.12) 

L'expression (3.4.12) a un caractère résinnant. La résonance se manifeste 
lorsque la fréquence de modulation w;, du coefficient de surtension de la cavité 
satisfait à la condition 


w" = VG(a—1). (3.4.13) 


D'après (3.4.6) ceci signifie que la fréquence de modulation est égale à la fré- 
quence des oscillations propres du système. 


Lorsque la condition de résonance (3.4.13) est réalisée, l'expression (3.4.12) 
donne (compte tenu que G> @) 


Wimax = G (a — 1)B/2x. (3.4.14) 
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On ne devra pas oublier que les résultats que nous venons d'obtenir ne sont 
valables que si les amplitudes des pulsations sont petites (v. condition (3.4.8)). 
Ceci signifie en particulier que doit être satisfaite l'inégalité 


Himax (@ 7, 1), 


qui peut s écrire, compte tenu de la relation (3.4.14), sous la forme 
B<& 2ax/G. (3.4.15) 


Remarques sur la possibilité de réalisation des pulsations non 
amorties de grande amplitude. — En usant des résultats obtenus 
dans le cas de pulsations de petite amplitude que nous venons d’exa- 
miner, on peut faire certaines conclusions sur les conditions de réa- 
lisation des pulsations non amorties de grande amplitude. Première- 
ment, la fréquence de modulation doit être voisine de la fréquence 
propre des oscillations du système considéré (condition de résonance). 
Deuxièmement, la profondeur de la modulation ne doit pas être trop 
petite. Pour que le régime de pulsations de grande amplitude soit 
possible il faut réaliser la condition (cf. (3.4.15)) 


B > 2a4/G. (3.4.16) 


Puisque «/G = 10, on déduit de (3.4.16) que le paramètre de mo- 
dulation B doit avoir une valeur d'au moins de l’ordre de 10. 

Les remarques faites sont confirmées par la dépendance m (t) 
représentée sur la fig. 3.18, b. La fréquence de pulsations w’ se 
trouve égale à la fréquence de modulation wA divisée par un nombre 
entier (sur la figure ©" = w»/8), ce qui témoigne du caractère para- 
métrique du mécanisme de l'excitation des pulsations. 

Ainsi, en étudiant la faible modulation périodique de qualité de 
la cavité, il convient de distinguer deux situations qualitativement 
différentes. La première situation se réalise si est satisfaite la con- 
dition (3.4.15) (pulsations de petite amplitude). Dans ce cas, la valeur 
de u, bien qu'elle croisse au voisinage de la résonance, reste nette- 
ment inférieure à la valeur stationnaire égale à & — 1 ; la fréquence 
de répétition des pulsations produites est alors égale à la fréquence de 
modulation de qualité de la cavité. La seconde situation se réalise 
si est satisfaite la condition (3.4.16) (pulsations de grande amplitude). 
Dans ce cas l’amplitude pu au voisinage de la résonance est grande 
(Umax à (&œ — 1)) et la fréquence de répétition des pulsations est 
égale à la fréquence de modulation de qualité divisée par un nombre 
entier. 

Modulation périodique de qualité en cas d’un mouvement uni- 
forme du plan réfléchissant. — [1 est remarquable que l'effet de 
modulation périodique de qualité de la cavité résonnante se mani- 
feste en particulier dans le cas d’un mouvement uniforme, le long de 
l'axe optique de plans réfléchissants quelconques, par exemple, du 
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plan du miroir de sortie ou de la face terminale de l’élément actif 
[9, 10]. Ce phénomène n'est pas difficile à expliquer si l’on se reporte 
à l'effet Doppler longitudinal. 

Supposons que le plan de la face terminale de l'élément actif 
se déplace à une vitesse v le long de l’axe de la cavité (v. fig. 3.19, 
où la droite en traits interrompus 
indique la section de ce plan). Soient 
wo la fréquence de l’onde lumineuse 
ayant traversée le plan en mouvement 


ZE et w, la fréquence de l'onde réfléchie 
2272 


TTT. 
TITLLLTLL IA sur ce ;plan. Suivant l'effet Doppler 


oO, = © + Awp = w+2oœv/c. (3.4.17} 


L/4 
_ Ainsi, le mouvement du plan réfléchis- 
sant a pour résultat l’apparition dans 
la cavité résonnante, en plus de l'onde 
de fréquence w, des ondes supplémen- 
taires de fréquences w + Awsp (les amplitudes de ces ondes dépen- 
dent du coefficient de réflexion du plan en mouvement). 
La présence de composantes additionnelles (composantes Doppler} 
provoque une modulation de la densité de flux lumineux. En exa- 
minant l’expression donnant la densité de flux 


Fig. 3.49 


S=[Ee-ivt+8Ee" “®+8%D)}] [conjug. compl.], 


il n’est pas difficile de voir qu’elle comporte un terme de la forme 
S =21]Æ£, °B cos (Awpt), ce qui peut être lié évidemment à une 
modulation périodique de qualité de la cavité resonnante à condition 


» 


que la fréquence de modulation soit égale à 
Om = Awp = 2ov/c. (3.4.18) 


La situation considérée peut se décrire par les équations du bilan 
(3.4.5) dans lesquelles 


Om = 2T,œv/c, (3.4.19) 


et le paramètre de modulation B doit s'exprimer par les coefficients 
de réflexion des plans réfléchissants mis en jeu. 

En utilisant (3.4.19), on peut trouver la vitesse de mouvement 
du plan réfléchissant pour laquelle est satisfaite la condition de 
résonance (3.4.13) (vitesse de résonance): 


Vres =CcV G(a—1)/20T.. (3.4.20} 
En posant pour un laser à rubis G = 10°, & = 30, T, = 2-10% 5, 
o — 3-1015 s-1, on obtient à l’aide de (3.4.20) 64 = 4,5 cm/s. En 


pratique, la valeur de la vitesse de résonance dans un laser à rubis 
varie approximativement de 1 à 10 cm/s. 
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Modulation périodique de qualité de la cavité par suite de l’échauf- 
fement de l'élément actif. — L'’échauffement de l’élément actif 
au cours de l'absorption du rayonnement de pompage fait varier la 
valeur de son indice de réfraction (v. $ 2.13). Cet effet peut provo- 
quer lui aussi une modulation périodique de qualité de la cavité. 

Supposons que la température de l'élément actif varie dans le 
temps à une vitesse dT/dt. Le chemin optique de l'élément actif 
l,pt variera dans ce cas avec une vitesse 


dlepr/dt = IndT/dt, (3.4.21) 


où L'est la longueur géométrique de l'élément actif; n le coefficient 
de température de son indice de réfraction (au $ 2.13 il était désigné 
par dn/dT)®. Il en résultera une modulation périodique de qualité de 
la cavité dont la fréquence se détermine par une formule analogue 
à (3.4.19): 


Om = 271 (w/c) dl ,1/dt. (3.4.22) 
En introduisant (3.4.21) dans (3.4.22), on obtient 
Om — 27, (w/c) IndT/dt. (3 4 23) 


L’analogie des formules (3.4.19) et (3.4.22) signifie en particulier 
que la vitesse de résonance de variation du chemin optique de l’élé- 
ment actif doit s exprimer par la même expression que celle donnant 
la vitesse de résonance du mouvement d’un plan réfléchissant, c’est- 
à-dire par l’expression (3.4.20) (en d’autres termes, les deux vitesses 
de résonance sont identiques). Comme il est indiqué précédemment, 
dans un laser à rubis les valeurs de v,4 sont comprises entre 4 et 
10 cm/s. Il est aisé de s'assurer que la vitesse dl,,./dt définie par 
l'expression (3.4.21) tombe dans le cas du laser à rubis précisément 
dans cet intervalle de valeurs. En effet, pour Z = 10 cm, n = 1,4X 
x10-5 K-1, dT/dt = 10° KY/s, on obtient dl,h4/dt = 1,4 cm/s. 
Nature des pulsations non amorties en régime d'oscillation libre. 
— Comme nous l'avons vu plus haut, les pulsations entretenues 
prennent naissance en cas d’une faible modulation périodique de 
qualité de la cavite résonnante. Ïl importe de noter qu'une telle 
modulation de qualité peut se réaliser non seulement dans le cas 
où l’on utilise à l’intérieur de la cavité des dispositifs de modulation 
spéciaux mais également par suite du mouvement des plans réflé- 
chissants et d’une variation rapide dans le temps de la température 
de l'élément actif. Cette dernière circonstance signifie que la modu- 
lation périodique de qualité et, comme conséquence, l'apparition 


() Nous négligeons l'effet de dilatation thermique de l'élément actif. En 
outre, nous ne tenons pas compte ici des effets liés a l'irrégularité spatiale de 
l’échauffement de l'élément actif et donc supposons que Îla valeur de d7/dt 
est la même en tous les points de sa section transversale. 
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de pulsations non amorties peuvent avoir lieu en régime d'oscilla- 
tion libre, comme résultat des mouvements (vibrations) des plans 
réfléchissants provoqués par des causes aléatoires, ainsi que comme 
résultat d’un échauffement rapide de l'élément actif par suite de 
l'absorption du rayonnement de pompage. Le fait que la vitesse 
réelle du mouvement des plans réfléchissants, de même que la vites- 
se d’échauffement de l'élément actif, n’est pas constante n’a pas 
d'importance fondamentale étant donné qu’à la résonance les pulsa- 
tions intenses se développent très rapidement, pendant un temps de 
l'ordre de 10 us seulement. Pour l’excitation de pulsations intenses 
il suffit que la vitesse du plan réfléchissant se trouve, même pendant 
un temps relativement court. voisine de sa valeur de résonance. 

Ainsi, le modèle d’un laser monomode à cavité résonnante non 
stationnaire permet de mettre en évidence le rôle important joué 
par les instabilités d’origine technique comme une des causes de 
l'apparition de pulsations entretenues intenses du rayonnement 
laser. 


$ 3.5. MODULATION ACTIVE DE QUALITÉ 
DE LA CAVITÉ RÉSONNANTE 


Au paragraphe qui précède nous avons analysé l'influence d'une 
faible modulation de qualité de la cavité résonnante sur la dynamique 
du laser. Passons maintenant à 


2 
l'étude de la modulation profonde 
…— arme, de qualité qui assure le passage du 
3 laser au régime de génération d'im- 

qé PAS 


pulsions géantes (en cas de pompa- 
ge par impulsions) ou d'un train 
d’impulsions régulières (en cas 
3 de pompage en continu). Dans ce 
qui suit nous considérons trois types 
de modulation active de qualité: 
ë) 2 optomécanique (26, 60], électro-op- 
. tique [25 à 27] et acousto-optique 

CD (25, 28, 59]. 
Fig. 3.20 Modulation optomécanique de 
qualité de la cavité. — Pour la 
réalisation de ce procédé de modulation de qualité on utilise large- 
ment des plans réfléchissants tournants. La fig. 3.20 représente à 
titre d'exemple deux schémas utilisant la modulation optomécani- 
que de qualité. On y distingue: Z, l'élément actif; 2, un prisme à 
réflexion interne totale tournant autour d’un axe perpendiculaire 
à l’axe de la cavité résonnante; 3, le miroir de sortie de la cavité; 
4, un prisme supplémentaire (fixe) à réflexion interne totale. Au 
cours de sa rotation le prisme 2? n’assure une haute qualité de la 


3 
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cavité que pendant un temps très court. L’angle de rotation du pris- 
me pour lequel le coefficient de surtension de la cavité devient égal 
à la moitié de sa valeur maximale est de l’ordre d'une minute d’an- 
gle. Pour une vitesse de rotation du prisme de l’ordre de 10% tours/s 
le temps de commutation de qualité est d'environ 100 ns. L'’intro- 
duction d'éléments optiques supplémentaires permet d'augmenter la 
vitesse angulaire effective de rotation du prisme (pour une vitesse 
de rotation réelle constante). C’est ainsi que dans le schéma de la 
fig. 3.20, b la vitesse angulaire effective de rotation est deux fois 
plus grande que la vitesse réelle. 

Modulation électro-optique de qualité. — Cette méthode de mo- 
dulation de qualité est basée sur l’utilisation de l'effet électro-optique 
qui consiste en variation de l'indice de réfraction du milieu sous 
l'action d’un champ électrique externe. On distingue deux effets 
électro-optiques: quadratique (phénomène de Kerr) et linéaire (effet 
Pockels). Dans le premier cas, la variation de l'indice de réfraction 
est proportionnelle au carré de l'intensité du champ électrique exter- 
ne, alors que dans le second cas elle est proportionnelle à la première 
puissance de l’intensité de champ (t). L'effet Pockels ne se manifeste 
que dans des cristaux dépourvus de centre de symétrie. Indiquons à 
titre d'exemple les cristaux uniaxiaux KDP (formule chimique: 
KH,PO,) et DKDP (formule: KD,PO, ou. plus exactement. 
KH:_.,D:,PO,4, où x est le degré de deutération). 

Examinons la modulation électro-optique de qualité de la cavité 
résonnante utilisant l'effet Pockels en expliquant au préalable le 
sens de cet effet. 

La fig. 3.21 montre l’indicatrice optique d’un cristal uniaxial 
qui représente un ellipsoïde de révolution autour de l’axe optique 
O0; n, et n sont les indices de réfraction pour les ondes ordinaire 
et extraordinaire respectivement (ce sont les indices de réfraction 
principaux du cristal). Dans les cristaux DKDP et KDP n° = 1,49 
et n. — 1,46 pour une longueur d'onde lumineuse d'environ 1 um 
et une température de 20 °C de l'échantillon (2). 

Appliquons au cristal un champ électrique externe dirigé le long 
de l’axe optique OO. Sous l’action de ce champ l’indicatrice opti- 
que se transforme de l’ellipsoide de révolution en ellipsoïde à trois 
axes (le cristal monoazxial devient biaxial). La fig. 3.22 montre les 
sections de l’indicatrice optique par un plan perpendiculaire à l’axe 
OO (perpendiculaire à la direction du champ appliqué); la ligne 
en traits interrompus figure cette section avant l’application du 
champ etlaligne en traits pleins après l'application du champ. Après 


() L'effet Pockels et de phénomène de Kerr sont examinés par exemple 
dans [25, 70]. 

(*) Les propriétés optiques des cristaux utilisés en électro-optique et en. 
optique non linéaire sont résumées dans [94]. 
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l’application du champ, les indices de réfraction du cristal sont 
Pr lo, re et les axes diélectriques principaux X, Y, Z (cette der- 
nière est perpendiculaire au plan de la figure). Dans le cas considéré 
l'effet Pockels se décrit par les relations 


y = Ro + nÿrEI2;, on = no — nÿgrE/2, (3.5.1) 


où Æ est l'intensité du champ appliqué et r une des constantes élec- 
tro-optiques du cristal. 

Considérons l'effet Pockels longitudinal lorsque la lumière se 
propage le long de la direction du champ (perpendiculairement au 


Fig. 3.21 Fig. 3.22 


plan de la fig. 3.22). Dans ce cas, àll’intérieur du cristal se propagent 
deux ondes polarisées linéairement dont les polarisations sont diri- 
gées le long des axes X (la vitesse de l’onde est c/n,) et Y (la vitesse 
de l'onde est c/n.). En utilisant (3.5.1), cherchons la différence de 
phase de ces ondes après que la lumière a parcouru une distance 
dans le cristal: 


Ag = 2nl (n, — n)/h9 = 2nnrUlho (3.5.2) 


Ici, À, est la longueur d'onde de la lumière dans le vide, U = El, 
la tension électrique appliquée au cristal (2 étant la longueur du 
cristal suivant l’axe O0). Pour un cristal DKDP r = 2,6-10-!1 m/V 
et pour un cristal KDP r = 1-10-!1 m/V. 

La structure d’un laser à modulation de qualité, basée sur l’ef- 
fet Pockels longitudinal, est représentée sur la fig. 3.23, a. On y 
distingue : Z, l'élément actif; 2, une cellule de Pockels (C étant le 
cristal DKDP et E les électrodes); 3, des polariseurs linéaires; 4, 
les miroirs de la cavité. La direction de polarisation de la lumière 
ayant traversée le polariseur (la direction aa sur la figure) fait un 
angle 1p avec la direction de l’axe diélectrique principal À du cristal 
{la direction bb sur la figure). 
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Supposons que le cristal soit mis sous la tension (la cellule de 
Pockels mise en marche). Dans ce cas, les ondes lumineuses, dont 
les polarisations sont dirigées le long de l’axe X et le long de l’axe Ÿ, 
après la traversée de la cellule seront déphasées l'une par rapport à 


Fig. 3.23 


l’autre d’une quantité Aw définie par la relation (3.5.2). Il en résulte 
que le faisceau lumineux polarisé linéairement, entrant dans la 
cellule de Pockels, se transforme à la sortie de la cellule en un fais- 
ceau polarisé elliptiquement. Supposons que la cellule soit attaquée 
par une tension pour laquelle Ap = x; on l'appelle tension demi- 
onde et on la désigne par U:,:. Il découle de (3.5.2) que 


Uyya = ho/(2nër). (3.5.3) 


Lorsqu'on utilise la tension demi-onde, la polarisation du faisceau 
lumineux sortant de la cellule reste linéaire, mais la direction de 
polarisation se trouve tournée d’un angle 2W par rapport à la di- 
rection initiale. On le voit bien sur la fig. 3.23, b, où A désigne le 
vecteur d'amplitude de l'onde lumineuse à l'entrée et À” à la sortie 
de la cellule. Représentons l'onde entrant dans la cellule par une 
superposition de deux ondes polarisées linéairement, d'indices de 
réfraction n#, (vecteur d'amplitude 4.) et de #7, (vecteur d'amplitude 
A:). Etant donné que pour ÜU = Ü;,, ces ondes se trouvent déca- 
lées, après la traversée de la cellule, d’une demi-longueur d’onde 
l’une par rapport à l’autre, un des vecteurs d'amplitude (A, ou 4.) 
doit inverser sa direction. 

La direction de sa polarisation etant tournée de l'angle 2%, 
l'onde sortant de la cellule de Pockels ne peut passer que partielle- 
ment à travers le second polariseur. L’intensité de l'onde traversant 
le second polariseur (désignons-la par À!) est liée à l'intensité de 


19—1345 
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l’onde transmise par le premier polariseur (intensité A*) par la re- 
Jation 
Afr; A? = cos? 21, (3.5.4) 


qui est facile à déduire de la fig. 3.24. 

Ainsi, dans le schéma de la fig. 3.23, a, les pertes sont plus gran- 
des lorsque la cellule de Pockels est mise en circuit que lorsqu'elle 
est mise hors circuit. L'augmentation des 
pertes est maximale pour 4 = 14; dans ce cas 
Af, = 0 parce que l'interrupteur est complète- 
ment fermé. À la mise hors circuit de la cel- 
lule de Pockels (en supprimant la tension en- 
tre ses électrodes) la qualité de la cavité ré- 
sonnante subit rapidement une augmentation 
considérable. Le temps de commutation de la 
qualité se détermine par la vitesse de varia- 
ne. Lion de la tension électrique appliquée entre 

PIÈE SE les électrodes de la cellule de Pockels: ce 
S ; 
temps vaut quelques nanosecondes. 

Modulation acousto-optique de qualité. — Le fonctionnement 
d’un interrupteur acousto-optique repose sur le phénomène de diffrac- 
tion de la lumière par une onde ultrasonore. Supposons qu'une onde 
ultrasonore excilée par un convertisseur piézo-électrique se propage 
dans un milieu (solide ou liquide); le milieu devient alors le siège 
de contraintes mécaniques liées à des compressions et à des décom- 
pressions locales. Ces contraintes agissent, par l'intermédiaire de 
l'effet photo-élastique, sur l'indice de réfraction du milieu. 1] en 
résulte l'apparition de couches périodiques (leur période spatiale 
est égale à la longueur d'onde sonore A), qui se caractérisent par des 
valeurs différentes de l’indice de réfraction et se déplacent dans le 
milieu à la vitesse du’ son. Le passage de l'onde lumineuse à travers 
un tel milieu donne lieu à la diffraction par la structure spatiale 
périodique. liée à la variation périodique de l'indice de réfraction. 

En supposant qu'une onde sonore de fréquence ( se propage sui- 
vant l’axe y, présentons l'indice de réfraction du milieu sous la 
forme 


n (y, 1) = n + Ansin [Qay'A) — Qt. (3.5.5) 


Ici, x est l'indice de réfraction en l'absence d onde sonore, An l’am- 
plitude de la variation de l'indice de réfraction. La valeur de An 
se détermine par l'amplitude de la déformation élastique à laquelle 
elle est liée par l'intermédiaire des constantes opto-elastiques du 
milieu ; l'amplitude de déformation élastique dépend à son lour de 
la puissance P, de l'onde sonore [251]. 

Supposons réalisée la condition 


AE > 1, (3.5.6) 


& 3.3] MODULATION ACTIVE DE QUALITÉ DE LA CAVITÉ 291 


où À est la longueur de l’onde lumineuse se propageant dans le mi- 
lieu ; Z. la longueur de l'interaction acousto-optique (chemin parcouru 
par le faisceau lumineux dans le volume du milieu soumis à l’action 
de l’onde sonore). Lorsque la condition (3.5.6) est satisfaite, on est 
en présence de la diffraction de Bragg ). 

Le principe de fonctionnement d’un interrupteur acousto-opti- 
que utilisant la diffraction de Bragg est explicité à la fig. 3.25. [ci, 
Il est la largeur du faisceau sonore; les 
schiffres désignent les directions de pro- 
pagation des faisceaux : Z, sonore; 2, lumi- 
neux incident; 3, lumineux transmis (ou 
réfracté); 4, lumineux diffracté (la réfrac- 
tion de la lumière sur la frontière de l’in- 
terrupteur n'est pas figurée). L’angle 68 
(angle de Bragg) se définit par la relation 


sin 0 == À/2A. (3.5.7) 
L’interrupteur est orienté à l’intérieur de Convertisseur 
la cavité laser de telle sorte que la direc- piezo -électrique 


tion du faisceau lumineux incident à l'in- 
térieur de l’interrupteur satisfasse à la con- 
dition (3.5.7). Si le convertisseur piézo- 
électrique qui fournit l’onde sonore est mis hors circuit, le flux 
lumineux passe par l'interrupteur sans changer de direction 
(l'interrupteur est ouvert). Après l'application de l'onde sonore, 
le flux lumineux incident (d'intensité 7,) sera partiellement trans- 
formé en un flux diffracté (d'intensité /,) dont la direction formera 
avec celle du faisceau incident un angle 268. Plus le rapport /,/1, 
est proche de l'unité, plus faible est la transparence de l'interrupteur 
dans la direction du flux lumineux incident. Le rapport 7,.7, ca- 
ractérise l'efficacité d’un interrupteur acousto-optique. 

A l’approximation des ondes planes on a la relation (v. [28]} 


Pig. 3.25 


= — ein? Sr VE M2) : (5.5.8) 


Ici, À, est la longueur d’onde lumineuse dans le vide, .W, un coeffi- 
cient dit de qualité acouslo-optique et défini par 


M, = n$p°?/ov", 


où p est la constante oplo-élastique du milieu, p, la densité du milieu, 
v, la vitesse du son. Il résulte de (3.5.8) que 7,/7, = 1 si la puissance 


(1) Si ZM/A® € 1, c'est la diffraction de Raman-Nath qui a lieu [28]. Dans 


les interrupteurs acousto-optiques ce type de diffraction ne se réalise pas en 
régle générale. 


\s* 
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acoustique P, prend la valeur suivante: 
Pa := (A cos? 03)/2M) (H il). (3.5.9) 


Dans ce cas le flux lumineux incident se transforme totalement en 
un flux diffracté (l'interrupteur est complètement ouvert). 

Les résultats (3.5.8) et (3.5.9) sont valables pour des ondes planes. 
En pratique, on a affaire à des ondes divergentes (convergentes). 
Dans le cas de la diffraction de telles ondes une déviation totale du 

faisceau lumineux incident est en prin- 
ALP cipe impossible; c'est pourquoi un 
] rapport /,:7, égal à l'unité ne se réa- 
lise pas en pratique. 

Nous supposerons que le faisceau 
lumineux considéré est un faisceau 
gaussien et que l'interrupteur acous- 
to-optique est placé à l’endroit d'é- 
tranglement du faisceau de rayon fs. 
L'efficacité d'un tel interrupteur dé- 
pend du paramètre a défini par [95] 


a = (24'npo) (HA). (3.5.10) 


Le facteur 24.79, est l'angle de di- 

vergence du faisceau lumineux gaussien 

O0 1 2 3 a dont le rayon d'étranglement est égal 

b) à 09 (v- (2.7.9)), et AA est l’angle de 

| divergence du faisceau sonore; le pa- 

Fig. 3.26 ramètre a se définit donc parle rapport 

des angles de divergence des faisceaux 

lumineux et sonore. La fig. 3.26, a montre les courbes de variation 

de 7,/7, en fonction de P, pour quelques valeurs différentes du para- 

mètre a, et la fig. 3.26, b montre l'allure de la variation de /,//, en 

fonction de a pour P, — P,,. À une puissance acoustique donnée, 

l’efficacité de l'interrupteur est d'autant plus élevée que la valeur 

du paramètre a est plus faible. La courbe de la fig. 3.26, a construite 

pour a = À correspond à la formule (3.5.8). Les autres courbes sont 

TE à partir de la diffraction des faisceaux lumineux gaussiens 
281. 

Désignons par At le temps de commutation de l'interrupteur 
acousto-optique, c'est-à-dire le temps nécessaire pour l'apparition 
ou au contraire pour la disparition du faisceau diffracté. Il peut 
être considéré comme le temps pendant lequel l’onde sonore parcourt 
une distance d égale au diamètre du faisceau lumineux: At = div. 
En posant d — 0,2 cm, v — 6:10° cm/s (dans le quartz piézo-elec- 
trique), on obtient At = 300 ns. Pour réduire At, il convient de 
diminuer d; c’est pourquoi on place l'interrupteur acousto-optique 
à l'endroit d’étranglement du faisceau lumineux incident. Plus petit 
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est le rayon de l’étranglement, plus court est At et donc plus grande 
est la rapidité de fonctionnement de l'interrupteur. Pourtant on 
ne devra pas oublier que plus faible est le rayon d'étranglement, 
plus grande est la divergence du faisceau lumineux (le paramètre 
a croît) et, comme conséquence, plus basse est l'efficacité de l’in- 
terrupteur. En pratique, on préfère travailler avec des valeurs du 
paramètre a voisines de l’unite. 

Les interrupteurs acousto-optiques les plus employés sont faits 
en quartz fondu. Celui-ci se caractérise par une haute transparence. 
Mais son coefficient de qualité acousto-optique est médiocre, de 
sorte qu’on doit mettre en jeu une puissance acoustique relative- 
ment élevée (P, = 50 W à des fréquences de 25 à 50 MHz). 

Caractéristiques comparées des modulations électro-eptique et 
acousto-optique de qualité. — Les principales caractéristiques des 
interrupteurs acousto-optiques et électro-optiques sont comparées 
dans le Tableau 3.3. Comme le montre ce tableau, les pertes mini- 
males (pertes à l’état ouvert de l'interrupteur) sont d’un ordre de 
grandeur plus faibles dans l'interrupteur acousto-optique que dans 
l'interrupteur électro-optique et se chiffrent par environ 0,1 %. 
La fermeture est beaucoup plus efficace dans les interrupteurs élec- 
tro-optiques (les pertes maximales atteignent pratiquement 100 %) 
que dans les interrupteurs acousto-optiques. Le temps de com- 
mutation des interrupteurs électro-optiques est de deux et même 
de trois ordres de grandeur inférieur à celui des interrupteurs acousto- 
optiques et ne dépasse pas quelques nanosecondes. 


Tableau 3.3 


Interrupteurs 
Caractéristiques 


élcctro-optique acousto-optique 
Pertes minimales, 1 à 3 0.1 à 0,3 
l'ertes maximales, Æ 100 20 à 60 
Temps de répunse, ns = 9 10° à 10 


Les interrupteurs acousto-optiques sont utilisés de préférence 
dans des lasers pompés ex continu et les interrupteurs électro-opti- 
ques dans des lasers pompés par impulsions. Ceci tient tant aux pro- 
priétés de ces interrupteurs qu'au fait que les gains d’amplifica- 
tion sont nettement plus élevés dans des lasers à pompage par im- 
pulsions que dans des lasers à pompäge en continu. Signalons à ce 
propos que le coefficient de transparence optimal du miroir de sortie 
des lasers pompés en continu ne s'élève qu’à quelques pour cent 
alors que dans des lasers pompés par impulsions il excède 50 %. 
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Pour de basses valeurs du gain d'amplification, qui sont caracté- 
ristiques des lasers à pompage en continu, le décrochage d’oscilla- 
tion peut se produire même pour des pertes relativement peu élevées 
que l'interrupteur optique introduit dans la cavité. Dans de tels 
lasers on peut donc utiliser efficacement des interrupteurs acousto- 
optiques dont les pertes à l’état ouvert sont les plus faibles. Le 
fait que la fermeture de ces interrupteurs n'est pas très bonne est 
sans importance si la fréquence de répétition des impulsions lumineu- 
ses est suffisamment élevée (5 à 50 KHz pour un laser à grenat au 
néodyme pompé en continu). Mais dans le cas des faibles valeurs de 
la fréquence de répétition des impul- 
sions et, à plus forte raison, er régime 
d’impulsions uniques, les pertes intro- 
duites par un interrupteur acousto- 
optique à l’état fermé peuvent s’a- 
vérer insuffisantes pour le décrochage 
d'oscillation d'un laser pompé en 
continu (et par conséquent pour la 
réalisation du régime de modulation 

Fig. 3.27 de qualité de la cavité résonnante). 

Une bonne fermeture de l'interrupteur 

est particulièrement importante dans des lasers à pompage par im- 

pulsions. Dans ce cas, les pertes relativement hautes (de l’ordre de 

quelques pour cent), que peut introduire l'interrupteur à l’état ou- 

vert, sont de peu d'importance ; l'essentiel est que la fermeture de 

l'interrupteur soit bonne et qu'il assure le décrochage d'’oscillation 

pour de fortes valeurs du gain d'amplification. C’est la raison pour 

laquelle dans des lasers à pompage par impulsions la préférence est 
donnée aux interrupteurs électro-optiques. 

Comme nous l'avons vu plus haut. pour augmenter la rapidité 
de fonctionnement des interrupteurs acousto-optiques. il faut uti- 
liser des flux lumineux à petit rayon d étranglement et placer l'in- 
terrupteur à l'endroit d'étranglement. Dans des lasers à pompage par 
impulsions ceci conduira à un fort échauffement de l'interrupteur 
(et même à sa destruction). 

Modulation des pertes utiles. — A la notion de modulation de 
qualité on convient d'associer la notion de modulation des pertes 
nuisibles. Alors pour la modulation des pertes utiles on utilise un 
terme spécial de décharge de la cavité résonnante (cavity-dumping) ; v. 
$ 3.1. D'un point de vue plus général suivant lequel la qualité de 
la cavité résonnante se détermine par les pertes tant nuisibles qu'uti- 
les, la modulation des pertes utiles peut être considérée comme une 
des variantes de modulation active de qualité de la cavité. 

Un interrupteur acousto-optique à fonctionnement rapide fait 
en quartz fondu et destiné à la réalisation du régime de décharge de 
la cavité est décrit dans [53]. Le temps de commutation de cet inter- 
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rupteur est de 5 ns. On y arrive par concentration du faisceau lumi- 
neux ; le rayon du faisceau dans l'interrupteur est de 20 um. L'in- 
terrupteur considéré (qui joue dans ce cas le rôle du modulateur de 
pertes utiles) est représenté sur la fig. 3.27. On y distingue : 7, l’élé- 
ment actif; 2, 3, 4, des miroirs à haute réflexion ; 5, l'interrupteur 
placé au centre de la sphère correspondant à la surface du miroir 4; 
6, le flux lumineux sortant de la cavité à la mise en circuit de l’in- 
terrupteur. Les lignes en traits pleins décrivent le flux lumineux 
lorsque l’interrupteur est ouvert et les lignes en traits interrompus 
lorsqu'il est fermé. 


S 3.6. RÉGIME D’'IMPULSIONS GÉANTES 
POUR MODULATION ACTIVE DE QUALITÉ DE LA CAVITÉ 


Principales étapes temporelles (!. — Le développement d'une 
impulsion géante peut se considérer commodément en examinant 
les principales étapes que comporte sa génération. 

Reportons-nous à la fig. 3.28 (comparer à fig. 3.2). La partie su- 
périeure de cette figure représente trois fonctions du temps: de la 
densité d'inversion de populations (courbe A (t)), de la valeurde 
seuil de la densité d’inversion de populations (courbe WVieur (£)) et 
de la qualité de la cavité résonnante (courbe en traits interrompus 
Q (t)). Deux dernières courbes sont mutuellement liées vu que d’a- 
près (3.2.42) Nouu (£) = [BRQ (t)]7!. La qualité varie de sa valeur 
minimale Q,1n (pertes élevées) à sa valeur maximale Q (faibles pertes); 
le temps de commutation de la qualité est {Q. La densité d’inver- 
sion de populations varie respectivement de sa valeur maximale 
Nyse à Sa valeur minimale VW... La courbe représentée en bas 
de la figure traduit la variation dans le temps du nombre de photons 
dans le rayonnement émis (fonction .W (t)). Considérons trois étapes 
successives : l'étape du pompage et les étapes linéaire et non linéaire 
du développement de l’oscillation. 

L'étape du pompage précède l'entrée en oscillation (XV (t) < 
<< Nous )). Le pompage fait croître l'inversion de popula- 
tions V (t). À un certain instant (désigne sur la figure par face), 
le coefficient de surtension de la cavité résonnante commence à 
croître rapidement, par conséquent, le seuil d'oscillation commence 
à s'abaisser rapidement. La diminution du seuil d’oscillation con- 
duit à l'intersection des courbes N (t) et Vu (t); l'instant corres- 
pondant au point d'intersection À (v. figure) est celui où le laser 


entre en oscillation. Sur la figure il est choisi pour origine des temps 
t == O0. 


() La production d'impulsions géantes en cas de déclenchement rapide de 
Ja nudité est examinée dans [1 à 4], voir aussi [29, 96 à 98, 24]. 
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L'étape du développement linéaire (lent) de l'oscillation est de durée 
to. Elle se caractérise par une valeur pratiquement constante de 
la densité d’inversion de populations (désignons cette valeur par 
N, ; en toute rigueur V, = W (0)). Etant donné que dans le cas du 


No seu 


Fig. 3.28 


déclenchement rapide de qualité que nous considérons on a l’inéga- 
lité to € t,, le coefficient de surtension de la cavité atteint sa valeur 
maximale dès le stade initial de l'étape du développement linéaire 
de l’oscillation si bien que la génération se développe dans les condi- 
tions des faibles pertes. Vers l'instant d'entrée en oscillation (c'est- 
à-dire vers l'instant { — 0) la densité du champ de photons prend la 
valeur M ,\in due aux processus spontanés. Dans l'étape du dévelop- 
pement linéaire de l'oscillation la fonction 4 (t) croît assez peu, 
sa croissance rapide ne commence qu'à la fin de cette étape. ce qui 
indique le passage à l'étape du développement non linéaire. 
L'étape du développement non linéaire (rapide) de l'oscillation 
a une durée {, qui est considérablement inférieure à la durée ft, de 
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l'étape linéaire (v. fig. 3.28). Durant cette étape, la densité d’inver- 
sion de populations décroît jusqu'à sa valeur minimale W; qui est 
inférieure à la valeur de seuil finale Vu. Toute l'énergie concen- 
trée dans l'impulsion géante est émise pratiquement dans cette 
étape. 

La condition nécessaire pour augmenter l'énergie de l'impulsion 
géante est l'augmentation de la différence NW, — Viéeugn (sur la fi- 
gure cette différence est désignée par AV). A cet effet, il est nécessai- 
re, premièrement, d'assurer une différence suffisamment grande 
No seu — seun. C'est-à-dire une modulation profonde de qualité. 
Deuxièmement, l’intensité du pompage doit être suffisamment éle- 
vée pour rendre la valeur du paramètre de pompage W, (et donc la 
valeur de À (t)) voisine de la valeur #4 seu. Enfin, troisièmement, 
l'instant de déclenchement de qualité tac doit être mis en accord 
avec l'impulsion de pompage : l'augmentation du coefficient de sur- 
tension de la cavité ne doit commencer que lorsque la valeur de 
N (t) sera, grâce au pompage, suffisamment proche de sa valeur li- 
mite V, (pour une puissance de pompage donnée). 

Equations du bilan. Déclenchement instantané de qualité. — 
Tenons compte de la variation du coefficient de surtension de la 
cavité en fonction du temps: 


Q (t) = Qf (t) = oT/f (t). (3.6.1) 


[ci, Q est la valeur maximale de ce coefficient, 7, la durée de vie 
des photons dans la cavité, correspondant à la valeur maximale du 
coefficient de surtension; f (t), une fonction du temps variant dans 
les limites de f (0) — Q/Qyin à 1 . En tenant compte de (3.6.1), 
récrivons le système d'équations du bilan (3.2.34) sous la forme 
dMidt =B'MN —Mfjf{t)/T ; | _— 
aNidt= —BB'MN+(N,—N)T.. C0) 
Puis, remarquons que le temps de développement de l'impulsion 
géante (y compris l'étape linéaire) est beaucoup plus petit que le 
temps 7°'; on peut donc négliger dans (3.6.2) le terme (W, — N)/T;, 
c'est-à-dire ne pas tenir compte des processus de relaxation et de 
pompage durant le temps d'émission de l'impulsion géante. Ceci 
permet de simplifier considérablement le système d'équations du 
bilan qui devient 


dM/dt= B'AMN—M/(t):T ; 
aN dt = —BB'AIN. 


() Supposons pour simplifier que l'instant de déclenchement de qualité 
et l'instant d'entrée en oscillalion (les instants tagci et t Ü) coïncident. 
(2) Rappelons (v. $ 3.1) que (ft, + t,) = 10-7 s. 
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Soulignons que les processus de relaxation et de pompage ont une 
importance fondamentale dans l'étape qui précède l’oscillation. Quant 
à l'étape d'émission de l'impulsion géante, ces processus sont en fait 
sans importance parce que la durée de cette étape est relativement 
petite. Le processus d’émission de l'impulsion géante s'achève avant 
que la densité d'’inversion de populations subisse une variation 
quelque peu notable par suite des processus de relaxation et de pom- 
page. 

En passant à la forme adimensionnée, utilisons les relations 
(3.2.02) dans lesquelles on a pris comme 7 et V1, les valeurs des 
paramètres se rapportant à l’état où le coefficient de surtension de 
la cavité a la valeur maximale. Le système d'équations (3.6.3) pren- 
dra la forme suivante: 

dm'dt'=—Gmln—#f(t')]; 
ne Aa | (3.6.4) 
dn'dt" = — mn. 

Nous supposerons que le déclenchement de qualité soit instantané. 
Dans ce cas la fonction f peut être présentée sous Ja forme 


, Q'Quin : t'&O; 
Le) | Î ss L'>U. 


Ainsi, dans l’étape de l'oscillation ({” > 0) on à f — 1. Ceci nous 
conduit au système d'équations du bilan sous la forme suivante: 


(3.6.5) 


dm:dt" = Gm(n—1); 


dn ‘dt’ = — mi (3.6.6) 


Supposons qu'en plus du modulateur de qualité la cavité laser renferme en- 
core un élément non linéaire qui assure une rétroaction négative. Cet élément peut 
s'employer pour augmenter la durée de l'impulsion géante. Comme élément non 
linéaire on peut utiliser un cristal semiconducteur assurant une absorption à 
deux photons à la fréquence émise. Alors, la première des équations du système 
(3.6.6.) comportera un terme supplémentaire qui tient compte des pertes non li- 
néaires dans la cavité. Ce lerme est proportionnel au carré de l'intensité du champ 
régnant à l'intérieur de la cavité. Le système d'équations (3.6.6) prend dans le 
cas considéré la forme suivante : 


dm 'dt” — Gm (n —1)— um + PONTS 
dn'dt” = —mn. } 1(3.0. 1) 


Ici, g est un paramètre qui caractérise l'absorption à deux photons dans l'élément 
non linéaire. 


Portrait de phase d'un laser à déclenchement instantané de qualité. 
— En divisant membre à membre la première des équations 
43.6.6) par la deuxième, on obtient 


dmidn = —G(n —1)/n. (3.6.8) 
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Intégrons 
( dm —G | an(1—+). (3.6.9) 


Ici, 
ni =n(0)= NUNseuns M-=mMm(0)-MBB'T,. (3.6.10) 


On est conduit finalement à l'équation suivante pour les trajectoires 
de phase d'un laser à déclenchement instantané de qualité: 


m=m, + Gin, —n—Int(n,/n)]. (3.6.11) 


En posant dm/dt” — 0, on déduit de (3.6.6) que la valeur mari- 
male de l'intensité du champ correspondant à la puissance de crête 
de l'impulsion géante est atteinte pour nr -= 1. En introduisant 
n — 1 dans (3.6.11), on trouve cette valeur maximale 


Mmax = EG —1—-Inn,) (3.6.12) 


(comme Mmax à M, le terme m, figurant au second membre de l’ex- 
pression (3.6.11) peut être dans ce cas négligé). 

Il résulte de l'inégalité physiquement évidente #, — Vus > U 
que la valeur de n, qui est égale au rapport V,/N.u doit être supé- 
rieure à l'unité: 


nm > 1. (3.6.13) 


Désignons par 7; le rapport Ni/Nauu, où est la densité finale 
d'inversion de populations réalisée à la fin du processus d'émission 
de l'impulsion géante. Pour évaluer n7, posons m -= 0 dans (3.6.11); 
il vient 

nr + In (ni/n;) = n, + m,/G. (3.6.14) 


Au second membre de cette égalité, le deuxième terme est beaucoup 
plus petit que le premier. En le négligeant et en notant È -= n;/n,, 
récrivons (3.6.14) sous la forme 


E — 1 + In £/n.. (3.6.15) 


L'allure de la fonction E (1/r,) définie par la relation (3.6.15) est 
montrée sur la fig. 3.29. Comme l'indique cette figure, ë << 1/7, 
ou autrement dit. 


nt 1. (3.6.16) 


Ainsi, Vr << Nieun, Ce qui indique que le processus d'émission de 
l'impulsion se caractérise par une certaine inertie. À l'instant où 
la fonction décroissante À (ft) atteint sa valeur de seuil Vu, 
l'oscillation ne cesse pas parce que les photons se trouvant dans la 


300 DYNAMIQUE DE L'OSCILLATION LASER [Ch. 3 


cavilé continuent à initier des actes de désexcitation des centres 
actifs excités. 

Plus grand est le rapport WN,/Néeun, plus petit est le rapport 
NéWseuu. Par exemple, pour n;, = W,/Nieuyn — 2, on à ë = 0,2, 
donc nr = Ni Nieun = 0,4. Pour n, = 3,5, on a £ — 0,04 et donc 
nr — 0,14. 

En réunissant les résultats obtenus plus haut il n’est pas diffi- 
cile d'obtenir le portrait de phase du laser à déclenchement instantané 


Fig. 34.29 Fig. 4.30 


de qualité. Ce portrait est représenté sur la fig. 3.30. Trois trajectoi- 
res de phase tracées dans cette figure correspondent à trois valeurs 
différentes de nr, (à trois rapports différents N,/N ou). 

Une de ces trajectoires de phase est divisée en deux parties qui 
correspondent à l'étape linéaire (partie a-b) et à l'étape non linéaire 
(partie b-c) du développement de l’oscillation. Cette division est 
approximative (D: l’ordonnée du point b est choisie égale à la moi- 
tié de la valeur maximale de l'intensité du champ pour la trajectoi- 
re de phase considérée. La vitesse de déplacement du point figuratif 
sur la trajectoire de phase n’est pas constante : il parcourt la partie 
relativement courte a-b pendant un temps t#, et la partie relative- 
ment longue b-c pendant un temps t, tels que £ <t;. 


Analyse de létape du développement linéaire de l'oscillation. — Nous 
supposerons que dans cette étape 


HN - Const. (36.17) 


() 11 est impossible d'indiquer une frontière bien nette entre les étapes 
e Ld e . Ld U Ld (] e [1 L] 
linéaire et non linéaire du développement de l'oseiliation. 
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En outre, nous tiendrons compte de la contribution apportée par l'émission spon- 
lanée, en utilisant à cet effet au lieu de la première des équations (3.6.6) l’équa- 
tion suivante 


dm'dt® = Gm(nn—1)+Ge(n + n”), (3.6.18) 
qui s'obtient à partir de (3.2.56) si l’on tient compte de (3.6.17). Récrivons l'équa- 
tion (3.6.18) sous la forme 

dm/{rm + 8) = G (n, — 1) dt’, (3.6.19) 


où Ô = Ee(ny Fr”)! (ny — 14), ct inté- 
grons 


Fe 
| cm0 | ar. ; 
| Ü ——— 
1l vient 
m (t) = (m1 + 6) exp [G (ns — 1) t'] — 6. Fig. 3.31 
(3.6.20) 
On montre (v. par exemple [4]) que 


M, = ei+n)/ (5e —n) : (3.6.24) 


Puisqu'en règle générale (Q/Qinin — #1) > (r1 — 1), il résulte de (3.6.21) que 
mi Ô. Mettons donc (3.6.20) sous la forme 


m (t') = ô [exp [G (n, — 1)t’] — 1]. (3.6.22) 


On peut considérer que la formule (3.6.22) décrit assez bien la partie de la 
courbe m (t’) de la fig. 3.31, qui correspond à la région hachurée; la durée #, 
de cette partie est considérée comme la durée de l'étape du développement 
lineaire de l'oscillation. 

En portant m = m,n2-/2 dans (3.6.22), on obtient pour la valeur de 4: 


t6 = |1/G(na — 1)] In (mmax/26) (3.6.23) 


(on a tenu compte de ce que Ô& Mmnax)- En faisant usage de (3.6.12), mettons 
(3.6.23) sous la forme 
T G(n;—1—Inn:;) 


A C6 A OR Re PRES 3.6.2 
— 1 2e (ny+n")(r—1) ° (3.6.24) 


Donnons un exemple numérique concret: T —10-8 s, n, = 3,5, n° = 10°, 
G = 10%, 8 — 10-85, Dans ce cas l'expression (3.6.24) donne t, = 1,5-10-7 s— 
150 ns. 


Caractéristiques énergétiques de l’impulsion géante. — La puis- 
sance P du rayonnement émis peut être représentée, compte tenu 
de (3.2.27) et (3.2.35), sous la forme 


P = Siys = iomMV, (3.6.25) 
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où s est l'aire de la face terminale lumineuse de l'élément actif; Y, 
le volume participant à l’oscillation. Récrivons l’expression (3.6.25) 
en utilisant (3.2.36) et (3.2.52): 
Me Gm V "2 Gm 
UOMitne BBTE  aNseuil BAT 


Introduisons une puissance de sortie sous forme adimensionnée p 


F. (3.6.26) 


. "2 7"! ) fe 97 
pe [ré sr Pers 

Dans ce cas le résultat (3.6.26) prend la forme 
p = Gm. (3.6.28) 


‘En faisant usage de (3.6.12), on obtient l'expression donnant la va- 
leur maximale de la puissance de sortie (sous forme adimensionnée) 


Pmax = GMmax = GC (n, —1—Inn;). (3.6.29) 


Etudions la possibilité d'augmentation de pya1,. Rappelons à 
ce propos que nr, = Ny/Nieuu — BAN,Q. Il existe donc deux voies 
a suivre pour pouvoir augmenter 7, : l'augmentation de V, et l’aug- 
mentation de Q. Etant donné que la fonction F'(n,) = n, — 1 — 
— In nr, croît de façon monotone avec l'augmentation de 7, (dans la 
région qui nous intéresse n, >> 1), alors que G* est indépendant de 
N,, on peut conclure que la puissance de crête de sortie doit augmen- 
ter avec la croissance de W, (avec la croissance de la puissance de 
pompage). Mais on ne devra pas oublier que la croissance de NW, 
est limitée à la valeur n° (VW, << n°), car la densité d’inversion de 
populations ne peut évidemment pas dépasser la limite correspon- 
dant au cas où tous les centres actifs sans exception sont placés au 
niveau supérieur de la transition laser. 

Supposons pourtant qu'après avoir fixé la valeur de {#V,, nous 
préférons augmenter le coefficient de surtension Q. En tenant comp- 
te que G — T,w/Q, récrivons (3.6.29) sous la forme 


Pmax (Q) = (a°/Q°) (bQ — 1 — In bQ), (3.6.30) 

où a = To; b = BhN.. 
En annulant la dérivée dpmax/dQ, on peut trouver la valeur op- 
timale du coefficient de surtension de la cavité (la valeur Q,h1), 


qui permet d'obtenir la valeur maximale de la puissance de crête. 
11 est facile de s'assurer que Q,,. se définit par l'équation 


bQopt —41—2In bQ pt: (3.6.31) 
D'où 
DQopt * = opt 1 — 319. (3.6.32) 
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Il est utile de récrire le résultat (3.6.29) sous une forme qui ne 
fait pas intervenir les grandeurs adimensionnées. À cet effet. tenons 
compte de ce que 


2 = (1/2L) In (1/R), 


où L est la longueur de la cavité; À, le coefficient de réflexion du 
miroir de sortie (le deuxième miroir sera supposé à réflexion totale). 
En faisant su de (3.6.27), on tire de (3.6.29) 


—_— 7 j V seu! le 
Pins = + RON vs In — r [1—: eu eu (1+ In 5). (3.6.33) 
En posant V/Vieur == 3,5, on en Pr l'expression pour la valeur 
maximale de la puissance de crête de l'impulsion de sortie 


Pas = 0,1% N ysln(1;R). (3.6.34) 


Evaluons l'énergie concentrée dans l'impulsion géante émise. Si, 
au cours de l'émission de l'impulsion géante, la densité d'inversion 
de populations décroit de la valeur VW, à la valeur W}, ceci signifie 
que le nombre de photons qui prennent naissance dans l'unité de 
volume du milieu actif est égal à (1/8) (W, — V:). En multipliant 
ce nombre par l'énergie du photon #w, le volume oscillant F du 
milieu actif et le rapport n2/ (n, + 12) qui détermine la partie de 
l'énergie lumineuse engendrée sortant par le miroir de la cavité sous 
forme de rayonnement utile, on trouve l'énergie de l'impulsion 
géante 


= (hw/B) V (NV, — Mo) nai (mi + na). (3.6.35} 


Durée et forme de l’impulsion géante. — Comme cela a été dit 
plus haut, la partie principale de l'énergie de l'impulsion géante est 
émise dans l'étape du développement non linéaire de l'oscillation ; 
c'est pourquoi la durée f, de cette étape est prise pour la durée de 
l'impulsion géante. Pour déterminer t,. divisons l'énergie (’ de 
l'impulsion par sa puissance de crête Ph, : 


Le CP: (3.6.36) 
En partant de (3.6.35), présentons LU sous la forme 
U' = (RO) Vous ( — nr) N3/ (+ Ne); (3.6.37) 
et en utilisant (3.6.26) et (3.6.29), mettons Ph, Sous la forme 


V2 4 
Mine BBTi 


En divisant (3.6.37) par (3.6.38), on obtient 


G?(n,—1—Inn;). (5.6.38) 


Pins = 


n— nf 
n—1—Iinx, : 


l, ROBN «x il “is 


304 DYNAMIQUE DE L'OSCILLATION LASER [Ch. 3 


En tenant compte que koB = ov; Néeun = 1/7Tv0; G = T,/!T, 
on trouve finalement 


t. = T(n, — nr(n, — 1 — In n,). (3.6.39) 


Prenons un exemple numérique: T = 108 s, n, = 3,5, nr = 0,1. 
Dans ce cas on obtient t{, — 2,8-107* s — 28 ns. 

La quantité nr, étant négligeable par rapport à n,, récrivons l’ex- 
pression (3.6.39) sous la forme 


/t, = ({/Tni) (ù —1—- Inn) (3.6.40) 
ou encore, compte tenu que nr, = BAN,Q, sous la forme 
4/t, = (const/Q®) (bQ — 1 — In bQ), (3.6.41) 


où b — BRN,. La comparaison des expressions (3.6.41) et (3.6.30) 
permet de conclure que la puissance de crête et l'inverse de la durée 
de l'impulsion varient de la même 
façon en fonction du coefficient de 
surtension @Q. La durée de l’impul- 
sion atteint son minimum pour la 
même valeur du coefficient de surten- 
sion que celle qui assure le maximum 
de la puissance de crête (c'est-à-dire 
pour bQ,n = n°rt = 3,5). Il s'ensuit 
que la diminution de la puissance de 
crête de l’impulsion géante avec l’aug- 
mentation du coefficient de surtension 
Fier. 3.39 dans le domaine de bQ =3,5 est liée 

: à l'augmentation de la durée de l'im- 

pulsion. 

La variation de la durée de l'impulsion géante en fonction de la 
quantité 1/7,, décrite par la relation (3.6.40), est représentée sur la 
fig. 3.32. Dans la région À, le rallongement de l’impulsion avec la 
diminution de nr, s'explique par une augmentation moins rapide du 
nombre de photons dans la cavité résonnante au voisinage du seuil 
d’oscillation, ce qui entraîne une augmentation du temps de montée 
de l'impulsion. Dans la région PB, le rallongement de l'impulsion 
avec l'augmentation de n, s'explique par une augmentation du temps 
de descente de l'impulsion avec la diminution des pertes. 

Il est facile de voir que la forme de l'impulsion varie inévitable- 
ment lorsque #2, augmente. En effet, l'augmentation de 7, conduit 
à une réduction du temps de montée de l'impulsion, alors que le 
temps de descente doit devenir plus long lorsque les valeurs de », 
sont suffisamment grandes. Si, pour de petits »,, la forme de l’impul- 
sion géante est sensiblement symétrique, la croissance de n, la rend 
fortement asymétrique parce que le temps de montée de l'impulsion 
devient nettement inférieur au temps de descente. On le voit bien 
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sur la fig. 3.33 qui montre les formes de l’impulsion géante obtenues 
à l’aide de calculateur électronique pour trois valeurs différentes de 
r1 [97]. Pour origine des temps on a pris dans tous les trois cas l’ins- 
tant correspondant à la puissance 
de crète de l’impulsion. 


Régime de génération d’impulsions 
éantes en cas de différents temps de 
éclenchement de qualité. — Les équa- 
tions du bilan moyennées sur la longueur 
de la cavité résonnante (équations de 
Statz et De Mars) ne peuvent décrire de fa- 
on suffisamment exacte le processus 
’oscillation que dans les cas où la durée 
de l'impulsion est plus grande que le 
temps d'un parcours aller et retour du 

rayonnement dans la cavité. Or, l’étude de 
l'émission des impulsions suffisamment 
courtes (de durée inférieure à 10 ns) exi- 
ge de tenir compte des effets spatiaux; 
ans ce cas, les équations du bilan 
moyennées cessent d'être valables. 

Une approche plus correcte de ce pro- 
blème est fondée sur l’utilisation des équa- Fic. 3.33 
tions du bilan aux dérivées partielles ne 
(autrement dit, des équations du bilan 
non moyennées sur la longueur de la cavité). Les densités de rayonnement et d'in- 
version de populations qui entrent dans ces équations sont des fonctions non seu- 
lement du temps mais également de la coordonnée spatiale longitudinale. Une telle 
approche a été adoptée dans [24] ; le système d'équations du bilan aux dérivées 
partielles utilisé dans cet ouvrage était le suivant: 


JS + 1 98 : 

FA 4 = (0 —1}) S+ ; | 
9S- 14 9S_ 

oN =. 1 OYŸ * 

DR me ju Pos 


C'est le système (3.2.18), déjà connu du lecteur, dans lequel la dernière équation 
est modifiée compte tenu du caractère spécifique du problème (les processus de 
relaxation et de pompage pendant la durée de l'impulsion géante ne sont pas pris 
en considération). L'intégration numérique des équations du bilan (3.6.42) ef- 
fectuée sur ordinateur a permis de mettre en évidence la forme de !l’impulsion 
lumineuse pour différentes valeurs du temps to de déclenchement de qualité (fig. 
3.34). La figure montre la variation de la puissance P de l'impulsion lumineuse 
en fonction du temps t (l'instant t = 0 est celui d’entrée en oscillation) pour des 
valeurs de ta égales à : 1,5 ns (courbe 7), 3 ns (courbe 2), 10 ns (courbe 8), 20 ns 
(courbe 4), 40 ns (courbe 5) et 60 ns (courbe 6). Désignons le temps d’un parcours 
aller et retour du rayonnement dans la cavité par 7T,; dans le cas considéré 
T%) & 2 ns. On voit sur la figure que dans le cas d’un déclenchement rapide de 
qualité (to & %) l'impulsion émise possède une substructure modulée avec une 
période de l’ordre de 7, ; cette substructure est liée à une redistribution non sta- 
tionnaire de l’intensité de champ et de la densité d’inversion de populations sui- 
vant la longueur de l'élément actif. 


20—1345 


DYNAMIQUE DE L'OSCILLATION LASER iCh. 3 


306 
L'augmentation du temps de déclenchement a pour effet de faire disparaître 


cette substructure de l'impulsion géante, d'augmenter le temps de développement 
linéaire de l’impulsion (temps t,) et de diminuer l'énergie concentrée dans l’im- 
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Fig. 3.35 


pulsion. Cette dernière circonstance tient à ce que pour tQ > t, le laser commence 


à osciller dans les conditions de fortes pertes. 
Dans le cas d’un déclenchement suffisamment lent de qualité (lorsque ds 
1]. 


> t), le laser peut émettre plusieurs impulsions lumineuses indépendantes 
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La dynamique des processus qui se déroulent dans ce cas (D est illustrée par la 
fie. 3.35. La partie supérieure de la figure représente la fonction :V (t): la ligne 
en traits interrompus montre l'allure de la fonction Vieux (4) illustrant une 
croissance lente du coefficient de surtension de la cavité. La partie inféricure de 
la figure représente la fonction 4 (t) dont la forme montre que dans le cas consi- 
déré est émis un groupe de trois impulsions. L'instant 14 correspond au com- 
mencement de la variation de la valeur de seuil de la densité d'inversion de 


Impulsion 
géante 
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populations (à partir de cet instant le coefficient de surtension de la cavité com- 
mence à croître). À l'instant t, les courbes NW ({) et Neeui(t) Se coupent, c'est 
l'instant où commence l'émission de la première impulsion, qui passe successi- 
vement les étapes du développement lineaire (de durée t,) et non linéaire (de du- 
rée 1). Par suite de l'émission d'une première impulsion l'inversion de popula- 
tions tombe au-dessous de sa valeur de seuil. Une baïsse continue du seuil dé- 
termine une nouvelle intersection des courbes N (t) et Néeur] (t) à l'instant 
te: c'est l'instant où commence l’émission d’une deuxième impulsion. Plus tard, 
à l'instant {, commence l'émission d’une troisième impulsion. L'émission des 
impulsions cesse à l'instant où le seuil d'oscillation prend la valeur correspondant 
au maximum du coefficient de surtension. 

Remarques sur le développement de l’impulsion dans la direction perpen- 
diculaire à l’axe de la cavité. — La distribution de la densité initiale d'in- 
version de populations étant inhomogène suivant la section transversale de l’élé- 
ment actif. le processus d'oscillation se caractérise par un certain développement 
dans la direction perpendiculaire à l'axe de la cavité. L'inversion de populations 
étant plus élevée dans la région centrale de l'élément actif. l’oscillation prend 
naissance près de l'axe et se propage pendant un certain temps vers la périphérie 
de l'élément actif pour s'étendre finalement sur tout le volume de l’élément actif 
rempli par des modes excités dans la cavité résonnante. L'impulsion géante peut 
être considérée comme une somme des impulsions émises par les différentes ré- 
ee de la section transversale de l'élément actif; ces impulsions sont décalées 

ans le temps et la durée de chacune d'elles est inférieure à celle de l'impulsion 


() Ici, de même que dans le cas du déclenchement instantané de qualité, 
on peut se servir des équations du bilan moyennées. 


20% 
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géante. Ceci est bien visible sur la fig. 3.36 [29]. La structure fine de l'impulsion 
géante d'un laser à rubis (à déclenchement instantané de qualité). représenté en 
haut de la figure, comporte trois impulsions: 7, l'impulsion émise par la région 
centrale de la face terminale de l'élément actif (le rayon de cette région est égal 
à 0.5a, où a est le rayon de toute la région lumineuse de la face terminale): 
2 et 3, les impulsions émises par les régions annulaires de la face terminale (les 
rayons des anneaux sont : 0,5a, 0.75a; 0.75a. a). En bas de la figure est repré- 
sentée la courbe p (t}/a, où p (t) est le rayon de la région d'oscillation à l'instant 
t. Dans l'étape di développement linéaire. l’oscillation s'établit dans la région 
centrale de l'élément actif; au cours de l’étape du développement non linéaire, 
l’oscillation se développe dans la direction transersale. Lorsque le gain d’ampli- 
fication du milieu actif augmente et l'ouverture du miroir diminue, la durée du 
processus d’« extension » de l’oscillation sur la section transversale de l'élément 
actif diminue. 

Une réduction sensible de la durée de ce processus s'observe dans des lasers 
à résonateurs instables dont le caractère spécifique prédétermine un développement 
rapide de l'oscillation à partir de l’axe de l'élément actif vers sa périphérie. La 
fig. 3.37 montre la structure fine de l'impulsion géante émise par un laser à rubis 
utilisant un résonateur instable [94]. On y distingue: 7, l'impulsion formée 
dans la région centrale (de rayon 0,5 a) ; 2. l'impulsion formée dans le restant du 
volume de l'élément actif. Dans le cas représenté sur cette figure on peut consi- 
dérer ue toute la section transversale de l'élément actif entre simultanément 
en oscillation (le retard de l'impulsion 2 sur l'impulsion 7 n'est que de 1 ns). 
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Filtre saturable. — C’est un absorbant résonnant non linéaire 
dont le coefficient d'absorption peut varier de façon réversible sous 
l'effet d’un flux lumineux suffisamment intense de fréquence déter- 
minée. Le filtre saturable que l’on peut appeler aussi filtre éclair- 
cissable, contient des molécules (atomes) qui absorbent par réso- 
nance le rayonnement à la fréquence de la transition utilisée dans 
un laser donné; dans ce qui suit ces molécules (atomes) seront appe- 
lées centres absorbants. Le fonctionnement du filtre saturable repose 
sur l’effet optique non linéaire d'éclaircissement d'un milieu: un 
milieu opaque à l’état initial devient transparent (s’éclaircit) lorsque 
le rayonnement auquel il est soumis devient suffisamment intense. 

Comme milieux saturables on utilise souvent des solutions de 
colorants organiques : de cyanine (phtalocyanines et cryptocyanines) 
et de polyméthine. Les colorants de cyanine sont utilisés dans des 
lasers à rubis et les colorants de polyméthine dans des lasers dopés 
au néodyme (v. par exemple {6, 100 à 103]). 

Pour l'étude de l'interaction entre le rayonnement et les centres 
absorbants on se sert généralement d’un modèle du milieu saturable 
à deux ou à trois niveaux. Dans ce qui suit nous considérons un modèle 
à deux niveaux. 

La différence d'énergie des niveaux d’un centre absorbant doit 
correspondre à la fréquence © de la transition laser dans le milieu 
actif. A l’état initial, tous les centres absorbants se situent au niveau 
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inférieur : l’opacité du filtre est maximale (l'état non saturé ou non 
éclairci du filtre). Dans cet état 


CAR 
Pia = la; Non —<0, 


où n, est le nombre total de centres absorbants par unité de volume; 
Na et ñ°4 Sont les densités de population respectivement des niveaux 
inférieur et supérieur d’un centre absorbant . L’irradiation lumi- 
neuse du filtre à la fréquence d'oscillation donne lieu à des processus 
d'absorption par résonance et d'émission spontanée qui s’accompa- 
gent de transitions des centres absorbants entre les deux niveaux 
considérés. Puisque nn: << Ra, l'absorption par résonance l’emporte- 
ra sur l'émission spontanée, si bien que la différence (n,: — na) 
diminuera progressivement, c’est-à-dire que le filtre commencera à 
se saturer (à s’éclaircir). Pour une irradiation suffisamment intense, 
la différence de populations (n,, — ñ2:,) peut s’annuler; dans ce 
cas le coefficient d'absorption résonnante devient nul: la saturation 
(l'éclaircissement) du filtre est maximale: 


lo = lire = lo/2. 


Après la fin de l’irradiation, les processus de relaxation assurent le 
retour des centres absorbants au niveau inférieur; le filtre reprend 
son état initial (non saturé). 

Les équations du bilan pour les populations des niveaux du centre 
absorbant se présentent dans le cas du modèle à deux niveaux sous la 
forme suivante : 


dns S S LES 
TE = Bin, CE — Bin, nr: se 

l'a Pa in (3 7 1) 
Mia Bones Bons +120 UT 
dl ee RCE ANSE 


lici, S est la densité de flux lumineux moyennée sur la longueur du 
feltre, B,, le coefficient d'Einstein de transitions stimulées entre 
les niveaux du centre absorbant, v,, la vitesse de la lumière dans le 
matériau du filtre, T,,, le temps de relaxation longitudinale pour 
le filtre (1/T,, est la probabilité des transitions spontanées du niveau 
supérieur vers le niveau inférieur). 

Introduisons la densité d’inversion de populations pour les 
niveaux du centre absorbant 


Na = log — No. 


... () Ici et plus loin l'indice a signifie que la grandeur considérée se rapporte 
à un filtre saturable. 
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La valeur de W, est négative car n,, << n,,. Soustrayons membre à 
membre la deuxième équation (3.7.1) de la première et tenons compte 
que Pia + Poa = Ra; il vient 


aNidt= —2BN Sv,—(N,+n!) Ti. (3.7.2) 


Remarquons qu’à l’état initial (à l'instant { — 0) on a W, (0) — 
= —7. 
Introduisons encore le coefficient linéaire d'absorption résonnante 


du filtre en le désignant par x,. Par analogie avec (3.2.5) on peut 
écrire 


He = —0oNu (3.7.3) 


où ©, est la section efficace des transitions stimulées entre les niveaux 
du centre absorbant. Par analogie avec (3.2.9) on a 


Ca = Bho/t,. (3.7.4) 
La quantité 
Roa = —CaNa (0) = Gofa (3.7.5) 


exprime le coefficient initial d'absorption résonnante, c'est-à-dire 
le coefficient d’absorption du filtre à l’état initial (non saturé). 


En tenant compte de (3.7.3) et (3.7.5), récrivons (3.7.2) sous la 
forme 


d#g …  _S , #oa— #a m je 
FT —2B,% Ta + op — : (3.7.6) 
On en tire pour le régime stationnaire (dx,/dt = 0) 
_ #oa 7.7 
Ka (S) = 1 + (S/Sseuit) ? (0) 
où 
Sseuir = La/2BoTia = RQ/203Tja (3.7.8) 


est la densité de seuil conventionnelle de flux lumineux pour laquel- 
le le coefficient d'absorption résonnante diminue de deux fois. 
L'allure de la fonction %x, (S), définie par la relation (3.7.8), est 
montrée sur la fig. 3.38. 

Le coefficient d'absorption total n, du filtre est la somme des 
coefficients d'absorption résonnante et non résonnante : 


Na (S) = Xa (S) + Mac (3.7.9) 


Le coefficient d'absorption non résonnante n,. ne dépend pas de S; 
il est lié à l'absorption du rayonnement par des molécules (atomes) 
du filtre qui ne sont pas des centres absorbants et peut donc être 
appelé coefficient de pertes nuisibles dans le filtre. 
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Equation différentielle pour la densité de flux lumineux moyennée. 
— La fig. 3.39 montre la structure d’un laser à filtre saturable. On y 
distingue : 7, l'élément actif ; 2, le système de pompage ; 3, le filtre 
saturable ; 4, les miroirs de la cavité résonnante. Dans ce qui suit 
nous utiliserons les désignations suivantes: /, L,, L les longueurs 


LL 


2 
0 S &——— 
S seuil 0 é 


Fig. 3.38 Fig. 3.39 


respectivement de l'élément actif, du filtre et de la cavité; v = c/n 
et v, = c/n, les vitesses de la lumière respectivement dans l'élément 
actif et dans le filtre. 

Pour obtenir l’équation différentielle pour la densité de flux 
lumineux, moyennée sur la longueur de la cavité que nous considérons, 
faisons usage de l’équation (3.2.25) que nous mettrons, compte tenu 
de (3.2.26), sous la forme suivante: 


Seor+ +R IG (N)(S)— Im (S). (3.7.0) 


En généralisant l'équation (3.7.10) au cas d’un laser à filtre saturable 
(relativement au schéma de la fig. 3.39), tenons compte de ce qu'en 
calculant la moyenne de la densité de flux sur la longueur de la 
cavité il ne faut pas perdre de vue la différence des caractéristiques 
de l'élément actif et du filtre. Dans le cas considéré on a 


L 
OS (tt) di FL la | L—(+l)1d(S). 
| ot v (=) =[ ++ c | "dt ? 


L 
À G(2N(z, t)S(z, t)dz— 
0 


= 10 (N)(S) + doca (Na) (S) ; 
: | 
M1 (2) S (2, t) di = In (S) + Lonu (S). 


0 
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Cette expression montre que l’analogue de l'équation (3.7.10) est 
représenté dans ce cas par l’équation suivante: 
L , La . L— à 3 
San + [+ de + EEE 9 


Va c dt 
— lo(N) (S) + LoOa (Na) (S) ni In; (S) Si lalio (S). (3.7.11) 
Introduisons un coefficient dit de remplissage de la cavité par le 
milieu actif: 
… in _ l/v 
ET nana += Cle) — Uotlave tIL—U la)l/e 
En utilisant ce coefficient et en omettant pour simplifier l’écriture 
le signe (...), récrivons l'équation (3.7.11) sous la forme 


So — LOS, (on + GaNa)S—L( + +. Mia) Se (8-7.13) 


e (3-7.12) 


dt 


Puis, en tenant compte que d’après (3.2.27) Sr = LSn2, on obtient 


—(ni+< note) S. (3-7.14) 


L'équation (3.7.14) est la généralisation de la première des équations 
(3.2.32) au cas d’un laser à filtre saturable. 

Enfin, introduisons le paramètre T exprimant la durée de vie du 
photon dans la cavité 


T = [uv (ns + (Go/l) Me + Ne). (3.7.45) 
L'équation (3.7.14) peut s'écrire maintenant sous la forme 
dSldt = proNS — pv (LD) NS — (1/T) S.  (3.7.16) 


ou encore, compte tenu de (3.7.3) 


dS/dt = pvoNS — pv (L/D) xS — (1/7) S. (3.7.17) 


Système complet d’équations du bhilan pour un laser à filtre sa- 
turable. — Le système complet d'équations du bilan doit compren- 
dre l'équation (3.7.17) ou (3.7.16) pour la densité moyennée de flux 
lumineux dans la cavité, une équation du bilan pour l’élément actif 
et une équation du bilan pour le filtre saturable. Comme équation 
du bilan pour l'élément actif, prenons la deuxième des équations 
(3.2.37) et comme équation du bilan pour le filtre, l'équation (3.7.6). 
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Ainsi, le système complet d’équations du bilan pour un laser à filtre 
saturable se présente sous la forme suivante: 


= puONS — uv _ %aS — — S ; 


=) 
= —f NS+ T— : (3.7.18) 


Ca ” S-- fa #a 
kw 4 Tie 


Les fonctions cherchées sont ici la densité de flux lumineux $S (t} 
dans la cavité résonnante, la densité d’inversion de populations 
N (t) dans l’élément actif et le coefficient d'absorption résonnante 
Xa (t) du filtre. Bien entendu, au lieu de la fonction %, (t) on pour- 
rait considérer la densité d’inversion de populations dans le filtre, 
c’est-à-dire la fonction W, (t). 

Rappelons que le temps 7, se détermine par la probabilité de 
pompage w, et la probabilité dé transitions spontanées dans le canal 
d'oscillation 1/+: 

AT, = u, — 1/7, (3.7.19) 


alors que le paramètre de pompage N, est donné (pour un laser à trois 
piveaux) par la relation 


No=n" (ut —1)/(u,7 + 1). (3.7.20} 

Ecrivons le système d'équations (3.7.18) sous forme adimensionnée 
en utilisant le temps sans dimension t” (£” = t/T,; didt = T;'didt'), 
l’intensité de champ sans dimensions m (t'): 

m (t') = BBT,S (t'}/v = PoT,S (t')/hio, (3.7.21a) 
la densité sans dimensions d'inversion de populations dans l'éle- 
ment actif » (£'): 

n (t”) = uvoTN (t), (3.7.21b} 
et la densité sans dimensions d'inversion de populations dans le 
filtre n, ({’): 

Ra (Lt) = —pvTx, (1) Lil. (3.7.21c) 
En tenant compte de (3.7.21), on peut mettre le système d'équations 
du bilan (3.7.18) sous la forme suivante: 


dm her m Lun m ; L 
dt” T; T T T 
dn | 
a Ti TT. = + (uvoT N, — n) : 
da, 1 _24 ELLES + X | Sc 22} 
dt” T, Bo T7, 4 T 
) 


X ( — po Troa — le ) : 
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Utilisons des paramètres sans dimensions  : 


a = uOoTN,; (3.7.24) 
La = —UUT Xoalall = —uvTosnclll. (3.7.25) 


Compte tenu des paramètres adimensionnés que nous venons d'’intro- 
duire, le système d'équations (3.7.22) prend la forme 


dmidt' = Gm(n +nr: —1); 
dn/d' = a—n(m+li); 
dn.ldt” = a,ô — n, (pm + 6). 


(3.7.26) 


Le système d'équations du bilan (3.7.18) (ou, sous forme adi- 
mensionnée (3.7.26)) sert de base pour l'étude de l’évolution tempo- 
relle des processus inhérents au fonctionnement d'un laser monomode 
à filtre saturable 12, 4, 7, 17, 104, 105] 

Solutions stationnaires du système d’équations du bilan. — Con- 
sidérons une situation stationnaire en posant à cet effet 

dm/dt” = 0; dnldt” —0; dn,ldt = 0. 
Dans ce cas le système d'équations (3.7.26) prend la forme 
m(nin,—1)=0; 
n=a/(i+m): 
Ra = &a/l1 + (0/6) m]. 
Il n’est pas difficile de se convaincre que le système (3.7.27) possède 
trois solutions suivantes : 
A) ma = 0; na =; Noa = Li (3.7.28) 
B) mp =(1/2) (D+V D2+4{(o/p) (æ +as—1l 
où D—a—1+(6/p) (a — 1) ; 
ne=@/(Î1+ msg); 
PT: = Œa/[ + (p/ô) mp] ; 
C) mc=(1/2)1D—V ®? + 4 (6, p)(œ+a,—1)] ; 
nc —= al (1 + Mc) ; (3.7.30) 
Rac = a/[1 + (p/8) mc]. 

La solution (3.7.28) décrit un état stationnaire qui est générale- 

ment initial. Dans cet état, le laser n'oscille pas (m4 = 0), son 


(3.7.27) 


(3.7.29) 


(*) Rappelons que les paramètres adimensionnés G et &« ont déjà été uti- 
lisés précédemment, v. par exemple (3.2.52). 

(*) La généralisation du système d'équations du bilan au cas d’un laser 
multimode est donnée dans [106], voir aussi [41]. 
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élément actif se caractérise par une forte valeur de la densité d'in- 
version de populations (71 = @) et le filtre est non saturé (nQ4 = 
— &.). Les états d'oscillation peuvent se décrire par les solutions 
(3.7.29) et (3.7.30). Il importe dans ce cas que la quantité m, (ou mc) 
obtenue à partir de (3.7.29) (ou (3.7.30)) ait un sens physique, c’est-à- 
dire soit réelle et non négative: 


Imfm}=0; m>0. (3.7.31) 


Ici, #7 désigne tout état stationnaire de l'intensité de champ ayant 
un sens physique. 

Il est bien important d'étudier la stabilité des états stationnaires 
(3.7.28) à (3.7.30). Rappelons que si un état est instable, de petites 
fluctuations de m (ainsi que de nr et n,) peuvent faire écarter le 
système de façon irréversible de cet état, si l’état est stable, le systè- 
me écarté de cet état y revient obligatoirement. Pour étudier la sta- 


bilité d'un état stationnaire (m, n, la), posons 
mm +Am. n=n+ An n=ns+Ans  (3.7.32) 


où Am. An, An, sont des petits écarts des quantités correspondants 
vis-à-vis de leurs valeurs stationnaires. Portons (3.7.32) dans (3.7.26), 
tenons compte que m, nr, n, satisfont au système d'équations (3.7.27) 
et négligeons les produits du type AmAn qui sont des quantités du 
second ordre de petitesse. On obtient finalement le système suivant 


d'équations différentielles linéaires par rapport aux fonctions 
Am (t”), An(t’), An, (t')®: 


dAmidt'=G{(n+n,—1) Am +CmAn+GmaAn, ; 
dAn'dt”— — nAm— (m + 1) An ; 
dAn,idt' = —n,oAm— (pm -- 6) An,. 


L'équation caractéristique de ce système d'équations différentielles 
linéaires peut se présenter sous la forme 


G(n+na-1)—p Gm Gm 
_ _(m-1)—p 0 —=0.  (3.7.33) 
— np 0 — (om + 6) — p 


C'est une équation algébrique du troisième degré; désignons ses 
racines par Dj, Po, Ps. Si les parties réelles de toutes les trois racines 


. (} Une telle procédure est connue sous le nom de linéarisation d'un système 
d'équations non linéaires au voisinage de la solution stationnaire. On l'a effectué 
précédemment (au $ 3.3) à l'occasion de l’étude du régime d’oscillation libre. 
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sont négatives, l’état m, n, n, est stable; au contraire, si l’une au 
moins de ces racines possède une partie réelle positive, cet etat sera 
instable (87). 

Il convient de souligner que dans des conditions déterminées 
(pour des valeurs déterminées des paramètres G, p, Ô, «a, «,) les 
deux états stationnaires d'oscillation (3.7.29) et (3.7.30) peuvent 
être instables. Ceci signifie que même dans le cas où le pompage est 
stationnaire et les paramètres de l'élément actif, du filtre et de la 
cavité résonnante sont stables, le régime d'oscillation d’un laser 
à filtre saturable peut être non stationnaire. En d’autres termes, le 
fait même qu'un filtre saturable est placé à l’intérieur de la cavité 
peut prédéterminer l'instabilité de l'oscillation stationnaire. 

Instabilité de l’état stationnaire initial et condition d'’auto-amor- 
çage d'oscillation dans un laser à filtre saturable. — La question 
de la stabilité (d'instabilité) de l’état stationnaire initial (3.7.28) 
revêt une importance fondamentale pour établir si l’auto-amorçage 
d’oscillation peut se réaliser dans un laser à filtre saturable. Suppo- 
sons que l’état (3.7.28) soit stable. Dans ce cas, les fluctuations de 
la densité du champ et de la densité d’inversion de populations ne 
peuvent pas faire osciller le laser ; quelque forte que soit l'intensité 
du pompage, le laser à filtre saturable se trouvera dans ce cas toujours 
au voisinage de l'état initial (3.7.28). Autrement dit, la stabilité 
de l’état (3.7.28) signifie que le pompage de l'élément actif est 
incapable, à lui seul (sans une action supplémentaire sur le système), 
de faire passer le laser à filtre saturable au régime d'oscillation. 
Pour que le pompage de l’élément actif permette d'obtenir l'oscilla- 
tion il faut que l’état (3.7.28) soit instable. 

L'équation caractéristique (3.7.33) prend dans ce cas la forme 
suivante : 


G(a+aæn—1)—p (ÿ 0 
— —1—p (9) = 0 
— La 0 —Ô—p 
ou encore 
[G (@ + y — 1) — p] (—1 — p) (—6 — p) = 0. (3.7.34) 


Les racines de cette équation sont 

m=G(a+a—1); pa = —1; ps = —6 (3.7.35) 
On voit que toutes les racines sont réelles, de plus, les racines p, 
et p, sont négatives. Il s'ensuit que la stabilité (instabilité) de l’état 
(3.7.28) est liée à la valeur négative (positive) de la racine p,. L'état 
considéré sera instable si cette racine est positive, c'est-à-dire si 


| a>(—a+1) . (3.7.36) 
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La condition (3.7.36) est une condition nécessaire d’auto-accrochage 
d’oscillation d'un laser à filtre saturable. Remarquons qu’en l’absence 
du filtre la condition (3.7.36) se ramène à la condition d'accrochage 
d'oscillation (3.2.54). 

[nterprétons physiquement la condition (3.7.36). En faisant 
usage de (3.7.23), récrivons cette condition sous la forme o4, > 
> [%oa (la/l) + (1/uvT)] ou encore, compte tenu de (3.7.15), sous 
la forme suivante: 


Lo, > (roa <2 + M5 + Mio +n).l (3.7.37) 


Le produit oV, exprime le gain initial %,. La condition (3.7.37) 
n'est donc rien d'autre que la condition (2.1.10) écrite pour un laser 
à filtre saturable. Cette condition signifie que pour l’accrochage 
d'oscillation il est nécessaire que le gain initial excède le niveau de 
pertes qui vaut dans ce cas la somme du coefficient initial d'absorp- 
tion résonnante du filtre, des coefficients de pertes nuisibles dans 
l'élément actif et dans le filtre et enfin du coefficient de pertes utiles 
liées à la sortie du rayonnement à travers les miroirs de la cavité. 
Dans cette somme, les coefficients caractérisant le filtre sont rap- 
portés à l'unité de longueur de l’élément actif, c'est-à-dire multi- 
pliés par L,/1. 

Excitation douce et dure d'oscillation. — La condition Im {m}= 

= O0 (v. (3.7.31)) signifie que l'inégalité 

{a — 1 + (6/p) (to — 1)F + 4 (6/p) (x + a — 1)} > 0 

(3.7.38) 

doit être satisfaite. Cette inégalité jointe à la resctriction m > 0 

détermine les conditions dans lesquelles un laser à filtre saturable 

peut entrer en oscillation. Il importe de noter que ces conditions sont 

dans le cas général moins sévères que les conditions définies par l’iné- 

galité (3.7.36). 

Reportons-nous à la fig. 3.40 qui montre dans le plan (&, æ,) 
trois régions marquées par les chiffres 7, II et ZIIT (nous ne considé- 
rons que les valeurs négatives du paramètre «, et les valeurs positives 
du paramètre «). La droite ! de cette figure satisfait à l’équation 


a +aæ —1—=0, (3.7.36a) 
et la courbe 2 en traits interrompus, à l'équation 
[a + 1 + (6/p) (a — 1)F + 4 (6/p) (x + Ga — 1) = 


(3.7.38a) 
Le point C a pour coordonnées 


= (1 — ô/p)"!; où = — (ô/p) (1 — 6/p0)"4 (3.7.39) 
C'est le point de tangence de la droite L et de la courbe 2, 
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Dans la région 7 de la fig. 3.40, la condition (3.7.36) est satisfaite. 
C'est la région d'’auto-excitation d'oscillation du laser à filtre satu- 
rable. Dans la région Z77, la condition (3.7.38) complétée par la 
resctriction m => 0 n'est pas accomplie (autrement dit, dans la ré- 
gion ZI] ne sont pas satisfaites les conditions (3.7.31)). C'est une 
région où l'oscillation d’un laser à filtre saturable est en principe 
impossible. Dans la région JJ7, l'oscillation est réalisable mais son 


Fig. 3.40 Fig. 3.41 


auto-excitation est impossible. Dans ce cas, pour exciter l’oscilla- 
tion, il est nécessaire d'assurer en plus du pompage de l’élément actif 
l'éclaircissement du filtre (le passage du filtre à l’état saturé) à l'aide 
d’une source supplémentaire, par exemple d’un laser auxiliaire. 
Un tel procédé d'’excitation d’oscillation est dit excitation dure 
d'oscillation, alors dans le cas de l’auto-excitation on utilise le terme 
d’excitation douce. Ainsi les régions 7, I], IIT représentées sur la 
fig. 3.40 correspondent respectivement à l'excitation douce (à l’auto- 
excitation), à l'excitation dure d’oscillation et à l’absence d’oscilla- 
tion. La droite Z est appelée droite de seuil, et la courbe 2? est dite 
courbe limite. 

La condition nécessaire d'existence de la région d’excitation dure 
d’oscillation est la suivante 


Ô/p << 1. (3.7.40) 


Plus petit est le rapport 6/p, plus grande est la région d'’excitation 
dure d'’oscillation. On le voit bien sur la fig. 3.41. Le point C, de 
cette figure correspond au cas où 6/p € 1; la région correspondante 
d’excitation dure d'oscillation est couverte de hachures ordinaires. 
Au fur et à mesure que le rapport ô/p angmente (en s’approchant de 
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l'unité), le point C, se déplace vers le bas suivant la droite &« + 
+ a; — 1 = 0 et s'éloigne à l'infini pour 6/p = 1. Le point C, 
sur la figure se caractérise par un rapport Ô/p plus élevé que le point 
C,; la région correspondante d'excitation dure d'oscillation est 
couverte de hachures en traits interrompus. 


Stabilité (instabilité) des états stationnaires dans le cas de l'excitation 
douce d’oscillation. — Si la condition d’excitation douce (condition (3.7.36)} 
est satisfaite. on a ® << y ®* + 4 (ô/p) (&œ + «, — 1) et donc mp < 0. Ceci 
signifie que dans le domaine de l'excitation douce d’oscillation n‘est possible 
que la solution stationnaire (3.7.29) (dans le domaine de l'excitation dure d'os- 
cillation sont possibles les deux solutions: (3.7.29) et (3.7.30)). 

La stabilité des solutions (3.7.29) et (3.7.30) a été étudiée dans plusieurs ou- 
vrages (v. par exemple [7, 104, 105] ainsi que [2, 4]). Indiquons quelques résul- 


pô<i /,, 


Fig. 3.42 


tats de ces études, en nous bornant au cas de l’excitation douce d’excitation (qui 
DARse d'étudier que la solution (3.7.29)) @). 
n peut montrer que la droite 


a + pôa, = 0 (3.7.41) 


délimite dans le plan (&, «,) un domaine où la solution (3.7.29) est stable dans 
tous les cas, c'est-à-dire un domaine de stabilité absolue. Ce domaine se situe au- 
dessus de la droite (3.7.41) ;: au-dessous de cette droite peuvent avoir lieu des états 
stationnaires instables (3.7.29). 

Si pô << 1. les droites & + pôa, = 0 et & + &, — 1 = 0 ne se coupent pas 
(dans le domaine des valeurs négatives du paramètre &,), v- fig. 3.42, a. Sur cette 
figure, la frontière du domaine de stabilité absolue est marqué par de hachures 
ordinaires, et la frontière du domaine de l'excitation douce (de l’auto-excitation) 
d'oscillation, par de hachures en traits interrompus. Dans ce cas, le domaine d'au- 
to-excitation d'’oscillation est contenu en totalité à l’intérieur du domaine de 
stabilité absolue. 


() Signalons que la solution (3.7.30) est toujours instable. L'analyse de 
stabilité de l’oscillation stationnaire se ramène donc dans tous les cas à 
l'analyse de la stabilité de la solution (3.7.29). 
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Un cas plus intéressant (et pratiquement plus important) est celui où 
pÿ > 1. (3.7.42) 


Alors, les droites x + pôzx, — 0 et x + «, — 1 = 0 se coupent (fig. 3.42, b). 
Le point d'intersection D a pour coordonnées 


a” = pô/(0ô — 1): ax — — 1/(p5 — 1). (3.7.43) 


Ici. le domaine d'auto-excitation d'’oscillation et de domaine d’instabilité peu- 
vent se chevaucher. Le domaine 7 de la fig. 3.42, b est celui où l’auto-excitation 
s'associe à la stabilité absolue. Dans le domaine 7] (couvert de hachures) 
l'auto-excitation peut s'associer avec une oscillation stationnaire instable. 
Pour PÉPEIÈCE les conditions d’instabilité, il est commode de considérer séparé- 
ment les cas suivants: p> Ô, p = 6, p«& 6. 
Si p > Ô. la solution stationnaire (3.7.29) peut s'écrire sous la forme 
Mp=aœ—1; np = 1; rap = Ôta/p (@œ — 1). (3.7.44) 
En introduisant (3.7.44) dans l'équation caractéristique (3.7.33), on trouve 
la condition d'instabilité suivante: 


— a > (0/G6) & (x — 1), (3.7.45) 


qui détermine. dans les limites du domaine 77 de la fis. 3.42, b, un certain do- 
maine d'instabilité (non représenté sur la fizure). 
Si p <& 6, la solution stationnaire (3.7.29) peut être présentée sous la forme 
L— La — 1 
Mr =— à np—=1—@, ; 
ns | 
.7.46 
mano, (15 tte} Fr 
aB — “a Ô 1—G e 


Dans ce cas, la condition d'instabilité de l’oscillation stationnaire prend la forme 
— «, > Ôx/Gp (x — 1). (3.7.47) 
Si p & 6, la solution stationnaire (3.7.29) se décrit par les relations 
Mp=G+aa—1; np=a(r ta); np=a/(æ +), (3.7.48) 
à partir desquelles on peut obtenir la condition d'instabilité suivante: 
—a > «pô. (3.7.49) 
Cette dernière inégalité peut se récrire sous la forme 
a + pô, << 0. 


On peut en conclure que dans ce cas le domaine d'instabilité d'’oscillation sta- 
tionnaire se confond avec le domaine 77 hachuré sur la fig. 3.42, b. 

Régime d'oscillation d’un laser à filtre saturable. — Notons tout d’abord 
que tous les régimes possibles peuvent être de deux types: à excitation douce ou 
à excitation dure d'oscillation. Dans le dernier cas on doit mettre en jeu une ir- 
radiation lumineuse externe pour assurer l’éclaircissement du filtre. Les régimes 
à excitation dure ne sont réalisables que pour à << p. 

Lorsque la condition (3.7.42) est satisfaite, c’est-à-dire pour pô > 1, il 
est avantageux de séparer dans le plan (x, «,) deux domaines désignés sur la fig. 
3.42, b par Jet ZI. Si les paramètres & et &«, tombent dans le domaine 7, le pro- 
<essus d’oscillation (il s’agit des régimes à excitation douce d’oscillation) se 
développera de la façon suivante. Le laser entre en auto-excitation et commence 
à émettre dès que le pompage de l’élément actif portera la densité d’inversion de 
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populations r à sa valeur de seuil (— &, + 1). L'instant d’amorçage t” se dé- 
finit donc par la relation 


n(tl=—a +1. (3.7.50)01) 


Si sont satisfaites les conditions déterminées qui seront examinées au paragraphe 
suivant, le laser fonctionne er monoimpulsion, en émettant une implusion géante. 
Lorsque le pompage est stationnaire, c'est le régime d'impulsions géantes pério- 
diques qui est réalisé dans ce cas. Si les conditions d'émission de l’impulsion gé- 
ante ne sont pas remplies, le laser peut fonctionner en régime de pulsations amor- 
ties qui se transforme en régime d'oscillation stationnaire. 

Supposons que les paramètres & et &, se situent à l'intérieur du domaine 
II de la fig. 3.42, b et tombent simultanément dans le domaine d'instabilité 
de l’oscillation stationnaire. De même que dans le cas précédent, le laser entre 
en auto-excitation dès que le pompage assure la réalisation de la relation 
(3.7.50). Mais l’oscillation a un caractère spécifique, ce qui est lié à l’instabili- 
té de l’oscillation stationnaire. Dans ce cas peuvent s’observer tant les pulsa- 
tions non amorties du rayonnement que la production d'impulsions géantes. 


$ 3.8. RÉGIME D’IMPULSIONS GÉANTES 
POUR LA MODULATION PASSIVE DE QUALITÉ 
DE LA CAVITÉ RÉSONNANTE 


Parmi les divers procédés de modulation passive de qualite de la 
cavité considérons ceux qui reposent sur l’utilisation de filtres satu- 
rables. Les lasers à filtre saturable ont été discutés au cours du 
paragraphe précédent. Proposons-nous maintenant d'établir les 
conditions permettant de réaliser dans de tels lasers le régime d'im- 
pulsions géantes et d'analyser les caractéristiques de ce régime. 

Conditions de réalisation du régime d’impulsions géantes dans 
un laser à filtre saturable. — Au point de vue qualitatif il est clair 
que l’émission d’une impulsion géante suppose une valeur suffisam- 
ment grande du coefficient initial d'absorption résonnante *x,, du 
filtre (pour une faible valeur de %«,, l’éclaircissement du filtre ne 
conduit qu'à une faible croissance du coefficient de surtension). 
Puisque d’après (3.7.5), %oa = Cote, l'augmentation du coefficient 
#Xoa Signifie une augmentation de la densité », de centres absorbants 
et de la section efficace o, des transitions stimulées dans le filtre. 
Dans le « langage » des paramètres adimensionnés, l'augmentation 
du coefficient initial d'absorption résonnante signifie une augmenta- 
tion du paramètre | &, |. 

Pourtant il est évident qu'une augmentation excessive de | &, | 
est inadmissible parce que pour de grandes valeurs de | &, | la condi- 


() En l'absence du filtre saturable l'expression (3.7.50) se ramène à l'ex- 
pression n({”) — 1 familière au lecteur (v. par exemple (3.3.28)). 
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tion d’auto-excitation d'’oscillation (3.7.36) que nous écrirons sous la 
forme 


Lau | << (œ —1). (3.8.1) 


sera compromise. 

Il importe donc d'établir par rapport à quelle quantité la valeur 
de | «, | doit être grande. Nous partirons du fait que la puissance de 
crête d’une impulsion géante est supérieure de plusieurs ordres de 
grandeur à la puissance de crête d’un picot émis en régime d'oscilla- 
tion libre (en régime relaxé). Ceci signifie que la différence entre 
l’inversion de populations initiale et sa valeur de seuil correspondant 
à l’état saturé du filtre (c'est-à-dire précisément la quantité | &, |) 
doit être supérieure de plusieurs ordres de grandeur à la quantité 
Vmax qui intervenait au $ 3.3 lors de l'étude de l’oscillation libre. 
En faisant usage de (3.3.40), on obtient ainsi l'inégalité 


le > V(&œ—1)/G. (3.8.2) 


En réunissant (3.8.1) et (3.8.2), on est conduit à la condition 
nécessaire %’auto-excitation d’une impulsion géante 


V'(a—1)/G< lal<(a—1). (3.8.3) 


Rappelons que pour un laser à rubis &« = 30, G = 105 si bien que la 
condition (3.8.3) prend la forme 0,01 < | &«, | << 30. Pour un laser 
dopé au néodyme on a & = 2, G = 10%. Dans ce cas, la condition 
(3.8.3) devient 0,01 | &; | <' 1. Ainsi, pour que la condition 
(3.8.3) soit satisfaite, il est nécessaire de réaliser dans les cas considé- 
rés la valeur 


CAËZ? (3.8.4) 


On sait que pour la production d’une impulsion géante il importe 
que la vitesse de déclenchement de qualité soit suffisamment élevée. 
Dans le cas considéré, ceci signifie que le filtre doit s’éclaircir, d’une 
manière suffisamment rapide, c'est-à-dire que la dérivée dn,/dt’ 
doit être grande. Il est facile de voir à partir de (3.7.26) que la con- 
dition suffisante pour que cette dérivée soit grande s'exprime par 


p>1 (3.8.5) 
ou encore par 
Ca À OC. (3.8.6) 


Ainsi, la section efficace des transitions stimulées dans le filtre doit 
être considérablement plus grande que la section efficace des transi- 
tions stimulées dans l'élément actif. En pratique, on réalise générale- 
ment p Æ 101. 


8 3.8] MODULATION PASSIVE DE QUALITÉ 323 


C'est la condition (3.8.5) (ou (3.8.6)) associée à la condition 
(3.8.3) qui détermine les paramètres du système « laser à filtre 
saturable », dont la réalisation permet l’auto-excitation d’une impul- 
sion géante. 

Signalons qu’un cas pratiquement important, où est satisfaite 
l'inégalité (3.7.42), signifie compte tenu de (3.8.5) qu'on a l'inégalité 


Ô<1 (3.8.7) 
ou encore 
TE Tia (3.8.8) 
ou enfin 
(w, + 1/7) > 1/70. (3.8.9) 


Ceci signifie que le plus souvent la probabilité de relaxation dans le 
filtre est inférieure à la somme des probabilités de pompage et de 
relaxation dans l'élément actif. Autrement dit, les filtres saturables 
généralement utilisés sont à relaxation relativement lente. C'est 
précisément dans de tels filtres que l’on obtient l’éclaircissement le 
plus complet. 

Développement d’une impulsion géante dans un laser à filtre 
saturable. — L'instant d’entrée en oscillation est celui où est rem- 
plie la relation (3.7.50), c’est-à-dire la condition d'oscillation de la 
cavité comportant un filtre non saturé. De même que dans le cas 
de la modulation active de qualité, le processus d'émission de l’im- 
pulsion géante peut se diviser en deux étapes: une étape longue (de 
durée {,) du développement linéaire de l’oscillation et une étape 
courte (de durée f£,) du développement non linéaire de l’oscillation; 
v. à ce propos la fig. 3.4 et les remarques faites au $ 3.1. Rappelons 
que t, Æ 105 à 2-10% ns, ce qui est supérieur d’un ordre de grandeur à 
la durée de l'étape linéaire dans le cas de la modulation active, 
tandis que £, Æ 10 à 30 ns, ce qui correspond à la durée de l'étape 
non linéaire. 

Dans l'étape du développement linéaire de l'oscillation il se 
produit une amplification de la luminescence primaire. Ce processus 
correspond au développement d'un picot d’oscillation libre pour des 
pertes constantes qui correspondent à l’état non saturé du filtre. 
Au cours de cette étape, le coefficient d'absorption résonnante du 
filtre et la densité d’inversion de populations de l'élément actif 
restent pratiquement constants. L’inteusité du rayonnement aug- 
mente suivant une loi sensiblement exponentielle, en croissant des 
valeurs de l’ordre de 10-* W/cm°? au commencement de l’étape jusqu’à 
des valeurs de l’ordre de 1 à 10 W/cm° à sa fin. 

La durée de l'étape linéaire dépend substantiellement de la valeur 
du paramètre p ainsi que du coefficient d'absorption du filtre à l’état 
non saturé Xp. Une diminution de p, des paramètres du milieu actif 


21° 
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restant inchangés, est liée à la diminution de la section efficace des 
transitions stimulées ©, dans le filtre. Suivant (3.7.8) une diminution 
de ©, entraîne une augmentation de Sseuy. Ainsi, une diminution du 
paramètre p exige une densité plus élevée du rayonnement pour assu- 
rer l’éclaircissement du filtre et par conséquent l'étape du dévelop- 
pement linéaire de l’oscillation devient plus longue. La fig. 3.43 
montre des courbes expérimentales [6] illustrant le développement de 
l'impulsion géante dans un laser à rubis obtenues avec deux filtres 
différents : Z, un filtre à base de solution de phtalocyanine de chloru- 
re de gallium dans le chlorure de phényle (op = 1,6-10%); 2, un 


P, W/cm? 
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Fig. 3.43 Fig. 3.44 


filtre à base de solution de phtalocyanine de chlorure d'aluminium 
dans l'alcool ethylique (p = 0,8-10%). La durée de l’étape du dévelop- 
pement linéaire de l’oscillation est égale à 10° ns dans le premier cas 
et à 1,9-10° ns dans le second. 

Lorsque le coefficient d'absorption x,, augmente, la valeur de 
| & | augmente et d’après (3.7.50) la densité initiale d’inversion de 
populations de l’élément actif pour laquelle le laser entre en oscilla- 
tion accuse une croissance. Plus grande est cette densité d’inversion 
de populations, plus rapide est le développement du processus 
d’oscillation dans l’étape linéaire et donc plus courte est la durée de 
cette étape. La fig. 3.44 montre une courbe expérimentale [6] qui 
illustre la diminution du temps ft, avec l’augmentation de %x,.. En 
abscisses on a porté la valeur initiale de la transparence du filtre T, 
exprimée par %Xoe et La par la formule T, = exp (—%oula). 

Equations du bilan; analogie avec le cas du déclenchement 
instantané de qualité ®),.— Vu que la durée du processus de dévelop- 
pement de l'impulsion géante (*) est relativement petite, on peut, 


() Le régime de production d'impulsions géantes dans un laser monomode 
à filtre saturable est étudié par exemple dans [2, 107 à 109]. 

(©) Cette durée ne s'élève, même en tenant compte de l'étape linéaire, qu’à 
environ 10-£5, ce qui est nettement inférieur à la valeur de 7, et à plus forte raison 
de T;, (rappelons que T;, — 10-3 à 10 s). 
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de même que dans le cas de la modulation active de qualité (v. $ 3.6), 
négliger dans les équations du bilan le pompage et les processus de 
relaxation dans l'élément actif (et dans le filtre). Dès lors, le système 
d'équations du bilan sous forme adimensionnée (3.7.26) peut s’écrire 
ainsi 

dm'dt'=Gm(n+n,—1); 

dn/dt’ = — nm ; k (3.8.10) 
dn,/dt= —n,pm 


En divisant membre à membre la troisième des équations (3.8.10) 
par la deuxième, on obtient 


dn.ldn = pnriin, 
ou 
dnelns = p dnin. (3.8.11 


Intégrons l'équation (3.8.11) de l'instant d'entrée en oscillation à un 
instant arbitraire quelconque. À l'instant de commencement de l'os- 
cillation on a: n, = @&, n —= 1 — a, (v. (3.7.50)). On peut donc 
écrire 


Cd d 
À a — P | n ? 
Gu —Xa 


d’où il résulte que 
Ra = Ca (nn), où nm —=1—a,. (3.8.12) 


En usant du résultat (3.8.12), éliminons 7, entre les équations du 
système (3.8.10). Il vient finalement le système d'équations du bilan 
sous la forme suivante: 


dmldt =Gmf[n+a,(n/n,)°—1]; | 
adn/dt" = — mn. 


J1 n’est pas difficile d'obtenir à partir de (3.8.13) une équation 
pour les trajectoires de phase du laser à filtre saturable fonctionnant 
en régime d’impulsions géantes. En divisant membre à membre la 
première des équations (3.8.13) par la seconde, on obtient 


(3.8.13) 


Ge mit (3.8.14) 


‘an 
Integrons 


Î dm = —G dn [1 Li don à ; 


7] mn; 
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On est conduit à l’équation suivante pour les trajectoires de phase: 


n Ga nf—n? ds 
m=m+G(r—n—Iln + Re (3.8.15) 

Comparons l'équation (3.8.15) à l'équation (3.6.11) donnant les 
trajectoires de phase du laser en cas de déclenchement instantané 
de qualité. Ces équations ne diffèrent l’une de l’autre que par le terme 
supplémentaire œ@,(n’—n°)/pn° figurant entre parenthèses au 
second membre de l'équation valable pour le laser à filtre saturable. 
Compte tenu de (3.8.4), ce terme peut ètre négligé lorsque la condi- 
tion (3.8.5) est réalisée; on obtient finalement le portrait de phase 
représenté sur la fig. 3.30. Nous voyons donc que la condition (3.8.5) 
assure réellement une commutation « instantanée » de qualité dans 
le laser à filtre saturable. 

En partant de l’analogie ainsi établie avec le cas du déclenchement 
instantané de qualité, faisons usage de la relation (3.6.12) pour expri- 
mer l'intensité de crête du champ Mimare En tenant compte que nr, = 
= 1 — «,, on déduit de (3.6.12) que 


Moasl="G (a, —ln (4 — o,)].* (3.8.16) 


Suivant (3.8.4), 1 — «à, = 2, ce qui est proche de la valeur nr, = 
— 3,5 utilisée au $ 3.6 lors de l’étude de la modulation active de 
qualité de la cavité. Il n’est pas donc surprenant que les caractéristi- 
ques des impulsions géantes obtenues tant dans le cas de la modula- 
tion active que dans celui de la modulation passive de qualité sont 
suffisamment proches les unes des ‘autres. 

Comparaison des régimes d’impulsions géantes en cas de modula- 
tion active et passive de qualité; modulation combinée de qualité. 
Comme on l’a vu plus haut, une certaine analogie existe entre ces 
régimes d'oscillation du laser. Les deux cas se caractérisent par une 
étape relativement longue du développement linéaire de l'oscillation 
au cours de laquelle la densité d’inversion de populations reste prati- 
quement constante et par une courte ‘étape du développement non 
linéaire de l’oscillation dans laquelle ‘est émise la partie principale 
de l’énergie concentrée dans l'impulsion géante. Dans les deux cas, 
les impulsions géantes ont des paramètres suffisamment proches: 
la durée de l'impulsion (déterminée par la durée de l'étape non li- 
néaire), la puissance de crête, l'énergie. Les équations du bilan du 
laser à filtre saturable offrent, pour p > 1, une analogie presque 
complète avec les équations établies pour le cas du déclenchement 
rapide (instantané) de qualité de la cavité. 

En même temps, chacun des régimes d’impulsions géantes que 
nous comparons se caractérise par des traits qui lui sont spécifiques. 
Dans le cas de la modulation active de qualité l'oscillation prend 
naissance à l'instant où la valeur de seuil de la densité d’inversion 
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de populations sera réduite à la valeur de la densité d'’inversion de 
populations déterminée vers cet instant par le pompage. Rappelons 
que ÂVaseurt (t) = 1/BÀQ (t). En commandant la variation du coef- 
ficient de surtension de la cavité Q dans le temps, on peut par là 
même contrôler la variation dans le temps du seuil d'’oscillation 
Nseuu et donc fixer avec une grande précision l'instant d'entrée en 
oscillation par rapport au signal extérieur: à 10 ns près pour les 
déclencheurs électro-optiques et à 100 près pour les déclencheurs 
opto-mécaniques à prisme tournant. 

Dans le cas de la modulation passive de qualité, le laser commence 
à émettre une impulsion géante à l'instant où la densité de l’inver- 
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sion de populations, en croissance progressive sous l'effet du pompage 
atteint la valeur de seuil déterminée par les pertes dans le résonateur 
dont le filtre est à l’état non saturé; cette valeur est définie par la 
relation (3.7.50): 


N'seun = + _ np + MUC Me ne - (3.8.17) 


Dans ce dernier cas, on ne peut agir sur l’instant d'accrochage qu'en 
commandant la variation dans le temps de l'intensité de pompage. 
Dans ce cas on n'arrive pas à fixer l'instant d'entrée en oscillation 
d'une façon quelque peu précise. L’instant d'accrochage compté 
depuis l'éclair de la lampe de pompage varie d’un éclair à l’autre 
(d’une impulsion à l’autre); la différence peut atteindre 10 à 
1074 s. 

Les remarques que nous venons de faire sont explicitées sur la 
fig. 3.45. Supposons que la courbe AN (t), ascendante au cours du 
pompage, subisse des fluctuations d’un éclair à l’autre dans les 
limites de la région couverte de hachures. La fig. 3.45, a montre 
l'intersection des courbes À (t) et MNecun (&) dans le cas de la modula- 
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tion active de qualité (déclenchement rapide de qualité) et la figu- 
re 3.45, b, dans le cas de la modulation passive. Dans le premier cas 
on a une variation du seuil d'oscillation commandée dans le temps; 
dans le second cas, le seuil d’oscillation ne varie pas dans le temps. 
Il est facile de voir que l'intervalle de dispersion des instants d’ac- 
crochage est considérablement plus large en modulation passive 
qu'en modulation active: Aë, > Aü.. 

Pour permettre une fixation plus précise de l'instant d'accrochage 
et améliorer la reproductibilité de l’évolution temporelle des proces- 
sus, on a recours à la modulation combinée de qualité, c’est-à-dire 
qu’on utilise à la fois un filtre saturable et un modulateur (déclen- 
cheur) de type actif. La présence de filtre saturable permet en règle 
générale d'augmenter la vitesse de déclenchement de qualité et 
d'améliorer les paramètres du rayonnement émis, alors que le déclen- 
cheur du type actif permet de fixer l’instant d’entrée en oscillation 
et d’ordonner l'apparition des impulsions d’un éclair à l’autre. 
A titre d'exemple concret, on a rassemblé dans le Tableau 3.4 les 


Tableau 3.4 
Cas Encrgie, J Durée, ns Puissance, MW 
1 0,35 43 8 
2 0,4 20 20 
3 0,6 16 31 


paramètres de l'impulsion géante produite dans les trois cas sui- 
vants [6]: Z, un laser à rubis à modulation active de qualité au 
moyen d'un prisme tournant ; 2, un laser à rubis à modulation passi- 
ve utilisant un filtre à base de colorant de phtalocyanine ; 3, un 
laser à modulation combinée. On peut voir que la modulation com- 
binée permet d'élever l’énergie et la puissance de crête de l'impulsion 
et d’en réduire la durée. 

Comme il a été indiqué précédemment, la durée de l'étape du 
développement linéaire de l'oscillation est d'environ un ordre de 
grandeur plus grande pour la modulation passive que pour la modula- 
tion active. Ceci tient à ce qu'en cas de la modulation active le pro- 
cessus d'’oscillation à l'étape linéaire se développe en fait dans les 
conditions de faibles pertes dans la cavité (en cas de déclenchement 
rapide de qualité), alors qu'avec la modulation passive le processus 
d'oscillation se développe dans les conditions de fortes pertes. Cette 
différence entre les deux régimes de production d'’impulsions géantes 
est bien visible sur la fig. 3.46 qui montre les courbes M (t) et 
Nseuit (t) pour chacun des régimes (a, régime de modulation active à 
déclenchement rapide de qualité ; b, régime de modulation passive). 
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11 est physiquement clair qu'une diminution rapide des pertes dans 
le cas de la modulation active favorise (accélère) le développement 
de l’oscillation, ce qui se traduit précisément par une réduction 


Neuit (2) 


Fig. 3.46 


(par rapport au cas de la modulation passive) de la durée de l'étape 
linéaire. 

La fig. 3.47 montre les courbes expérimentales traduisant la va- 
riation dans le temps de l'intensité du rayonnement d’un laser à rubis 
à modulation active (courbe 7) et 
à modulation passive (courbe À) 
[6]. Comme origine des temps on a 
pris l'instant d'entrée en oscilla-  s: 
tion; l'échelle des puissances est 
logarithmique. L'examen de cette 
figure montre que l'augmentation 1 
de la durée de l'étape linéaire 
dans le cas de la modulation passi- 
ve conduit à une hausse du niveau 0 
de puissance à partir duquel com- 
mence la croissance de l'impulsion Fig. 3.47 
géante dans l’étape non linéaire; 
ce niveau est supérieur d'environ trois ordres de grandeur au niveau 
observé dans le cas de la modulation active. 

Sélection naturelle des modes longitudinaux dans le cas de la 
modulation passive. — L'étude d'un modèle multimode du laser 
permet de montrer [406, 110] que grâce à la durée relativement 
grande de l'étape du développement linéaire de l’oscillation dans un 
laser à filtre saturable, une forte concurrence arrive à se produire entre 
les différents modes, concurrence qui se traduit par l’affaiblissement 
de certains modes et par l’amplification des autres modes qui seront 
émis dans l'étape du développement non linéaire de l'oscillation. 
Comme il est montré dans [110], une différence relative entre les 
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coefficients de surtension de deux modes égale seulement à 10° peut 
conduire, pour une durée de l'étape linéaire de 2-103 ns, à ce que 
vers le commencement de l’éclaircissement du filtre les intensités 
de ces modes différeront l’une de l’autre de tout un ordre de gran- 
deur. Ainsi, une différence aléatoire même peu appréciable entre 
les coefficients de surtension peut conduire à une brusque amplifica- 
tion de certains modes (1), 

La compétition entre les différents modes qui se manifeste dans 
l'étape du développement linéaire de l’oscillation conduit à une 
réduction substantielle du nombre de modes qui restent dans le 

_ champ de rayonnement vers le commence- 

| dw-10,s ment de la saturation du filtre. Le nombre 

4 de modes restants est inférieur de plus 

d'un ordre de grandeur au nombre de mo- 

des existants à l'instant d'entrée en oscil- 

> lation (*. C'est pourquoi on dit que dans 

le cas de la modulation passive se mani- 

tps  feste l'effet de sélection naturelle des modes 

",.  longitudinaux. 

2 d Cet effet se traduit par un rétrécissement 

Fig. 3.48 notable du spectre du rayonnement laser (puis- 

que les modes participant à l'émission sont 

seulement ceux qui se trouvent au voisinage du centre de Ia raie 

amplificatrice). La fig. 3.48 montre la courbe traduisant la varia- 

tion de la largeur effective du spectre d'émission en fonction de la 

durée de l'étape du développement linéaire de l’oscillation [6]. 

Plus longue est la durée de l’étape linéaire, plus marqué est l'effet 

de sélection naturelle des modes longitudinaux et donc plus prononcé 

est le rétrécissement du spectre d'émission. C’est la raison pour 

laquelle le spectre de rayonnement laser est sensiblement plus étroit 

dans le cas de la modulation passive que dans celui de la modulation 
active de qualité de la cavité résonnante. 


$ 3.9. SYNCHRONISATION DES MODES LONGITUDINAUX 
(EMISSION D’IMPULSIONS LUMINEUSES ULTRACOURTES) 


La synchronisation des phases des modes longitudinaux du laser 
permet de réaliser des impulsions ayant une durée de 10° à 10 ns 


() À de nombreuses occasions nous avons indiqué qu'à l'origine du rayon- 
nement laser sont des fluctuations car les processus radiatifs primaires sont des 
processus spontanés. Une des particularités que présentent les lasers à filtres 
saturables est que la nature de fluctuation du rayonnement laser s’y manifeste 
de la façon la plus évidente. 

(*) D'après les données indiquées dans [39], Je none de modes longitu- 
dinaux dans un laser à néodyme diminue de 3-10 à 6-10° 
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et une puissance de crête jusqu’à 10!? W, que l’on appelle impulsions 
lumineuses extrêmement brèves ou ultracourtes (1, 

La synchronisation des modes longitudinaux fait l’objet des 
recherches intenses menées depuis 1966, l’année de la publication de 
l'ouvrage fondamental [34]. Une analyse détaillée de ces questions 
est donnée dans {38, 39, 111 à 1131]. 

Sens de l’idée de la synchronisation des modes longitudinaux. — 
Expliquons de la façon ia plus simple l'idée de la synchronisation 
des modes longitudinaux. Supposons que dans la cavité résonnante 
d’un laser soient excités nm modes longitudinaux et que soient réali- 
sées deux conditions suivantes: premièrement, les modes sont 
équidistants, c'est-à-dire que la différence de fréquence entre deux 
modes successifs est constante (désignons cette différence ou écart en 
fréquence par Q); deuxièmement, les modes sont synchronisés en 
phase, c’est-à-dire que la différence de phase de deux modes consécu- 
tifs est constante (désignons-la par D). Numérotons tous les modes 
dans l’ordre de croissance de la fréquence à l’aide de l'indice k 
pouvant prendre les valeurs entières suivantes: —— (m — 1)/2, 
— (m —1)/2 + 1, —(m—1)/2 +2, ..., (m—1)/2 (nous avons 
supposé que m» est un nombre impair, ce qui n'a pas bien entendu 
d'importance principale). Le mode d'indice À = 0 sera dit central; 
sa fréquence et sa phase seront désignées respectivement par «, 
et p, (ce mode est situé au centre de la raie d'amplification). Alors, 
la fréquence et la phase d’un mode k quelconque peuvent être pré- 
sentées sous la forme 


©, = @Qo + AG; Pr = Po + ADA (3.9.1) 


En utilisant (3.9.1), on obtient pour le champ régnant à l’intérieur 
de la cavité laser l'expression simplifiée suivante (qui ne tient compte 
que de l’évolution temporelle) 


(m-1)/2 
E (t) _. à ” Enexpli(o+kQ)t+i(p, -kD). (3.9.2) 
Supposons pour simplifier que pour tous les 4 on a £, = Æ, (en 
réalité il n’en est pas ainsi car le gain initial dépend de la fréquence; 
pourtant cette supposition ne change pas le sens). Dans ce cas, la 
relation (3.9.2) peut s'écrire sous la forme 


E (t) = £, G (t) exp li (ot + p.)l, (3.9.3) 
où la fonction 
(m—1)/2 
G()= à Le XP Lx (GE + D] (3.9.4) 


k=— 


() Rappelons que les renseignements généraux sur le régime d’impulsions 
lumineuses ultracourtes ont été donnés au $ 3.1 où sont ég lement indiquées 
certaines valeurs numériques. 
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est, comme il est facile de le voir, la somme de m termes d’une 
progression géométrique de raison q = exp li (Qt + ®)] dont le 
premier terme est a, — exp Î[—ài (m — 1) (Qt + ®D)/2]. En se servant 
de la formule donnant la somme d'une progression géométrique, on 
trouve 


gm— 1 
G (t) où a; q—1 . 


_ __;m—i exp [im (Qt+D)]—1 
= exp | ir (HO) uw — 
___ explin(Qt+®)/2]—exp [| — im (Qt+ ®)/2] 
TT expli(@t+@)/2]—exp[—1(@+D)2] * 
En tenant compte que sin E — (ei — e-i5)/2i, récrivons le dernier 
résultat sous la forme 


161 sin [m (Qt+ D)/2] : 
| | CO nero (8-99) 
2, ou encore, en modifiant l’origine 


Z des t s, sous la form 
C2 es temps, sou orme 
AN) , G(t RD | (3.9.6) 


sin (Q£/2) 

à TJS a) 
Ë £ L'expression (3.9.3) montre que 
ÿ Z la fonction G (t) peut être consi- 
D D dérée comme une enveloppe d’am- 
24 Z plitude du champ à fréquence por- 
2% 7 teuse w,. En d’autres termes, le 
2 L champ régnant à l’intérieur de la 
27 7% cavité laser, « constitué» de m 
24 Z modes longitudinaux synchronisés, 
47 | JE est modulé en amplitude par la fonc- 
2% A 4 | 4 tion G (t). Le caractère de cette 
ERA b) modulation est défini par l'ex- 

pression (3.9.6). 

Fig. 3.49 La fig. 3.49 montre l'allure de la 


fonction | G(t) | obtenue à partir 
de l'expression (3.9.6) pour deux cas: a) m = 5, b) m = 11. Dans 
les deux cas, l'amplitude Æ, d’un mode distinct est prise égale à 
l'unité. Le temps T est la période de modulation (que l’on appelle 
également période de la cavité résonnante) ; elle correspond à l'écart 
en fréquence de deux modes successifs 2 : 


T = 2/0. (3.9.7) 


On voit sur la figure que lorsque le nombre m de modes synchronisés 
entre eux augmente, l'enveloppe G (t) prend la forme correspondant 
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à une succession d'impulsions lumineuses dont l'amplitude est m£, 
et la période T/m; ces impulsions se succèdent avec un intervalle de 
temps égal à T (v. les impulsions couvertes de hachures). Plus grand 
est le nombre m, plus élevée est l’amplitude et plus courte est la 
durée de ces impulsions lumineuses. 

Si les modes n'étaient pas synchronisés, la puissance du rayonne- 
ment aurait pour expression 


PE syachr © mE*. (3.9.8) 


Pour un laser à modes synchronisés, ]a puissance de crête s'exprime 
par 


Pégnenr = (mE,)? — mPn. synchr- (3.9.9) 


Par conséquent, la puissance de crête du rayonnement est mn fois 
plus grande dans un laser à modes synchronisés que dans un laser à 
modes non synchronisés. 

Ainsi, l’interférence de m modes longitudinaux équidistants en 
fréquence et synchronisés en phase conduit (lorsque le nombre m 
est suffisamment grand) à ce que le rayonnement laser acquiert le 
caractère d’une série d’impulsions lumineuses très courtes et très 
puissantes qui se succèdent avec un intervalle T égal à la période 
de la cavité résonnante ; la durée de chaque impulsion est d'environ 
TIm ®. 

Résonateur non sélectif. — Il est évident que la condition né- 
cessaire de réalisation de l’idée de synchronisation des modes longitu- 
dinaux est l’excitation simultanée d’un nombre suffisamment grand 
de tels modes *). A cet effet, il est impératif que le laser oscille 
à plusieurs fréquences. 

Le nombre maximal possible de modes longitudinaux d’une cavité 
est donné par la relation connue 


m = Aw/Q = AowL/nv, (3.9.10) 


où’Ao est la largeur de la raie amplificatrice, Z, la longueur de la 
cavité, v, la vitesse de la lumière dans le milieu qui remplit la cavité. 
En tenant compte de (3.9.10), on peut présenter la période T = 2x/Q 
de la cavité sous la forme 


= 2L/v, (3.9.11) 
et la durée de l'impulsion ultracourte par 
t = T/m = 1UAo. (3.9.12) 


() Cette situation correspond au cas idéal d’une synchronisation des modes 
dite complète; v. $ 3.11. 

(*) Comme il sera montré au $ 3.11, une augmentation excessive du nombre 
de modes longitudinaux peut compromettre les conditions de leur synchroni- 
sation. 
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Les valeurs typiques de Aw et m pour certains lasers ont été 
données au $ 3.1. Rappelons que pour un laser à rubis Aow Æ 10! s”?, 
m = 105 et pour un laser à néodyme Aw & 10% s”?, m & 10f. Ces 
données montrent que la synchronisation des modes permet en 
principe de réaliser dans ces lasers des impulsions lumineuses ayant 
une durée de 10° à 10 ns. 

Pour réaliser cette possibilité, il faut rendre impossible la sé- 
lection des modes longitudinaux dans la cavité. Il s’agit de la sé- 
lection des modes par interjérence 
(v. $ 2.11) qui se produit toujours 
dans les cavités résonnantes ordi- 
naires du fait qu'elles comportent 
toute une série de plans réfléchis- 
sants supplémentaires (par exemple, 
les faces terminales de l'élément 
actif, les supports des miroirs, 
etc.). Pour éviter la sélection in- 

Fig. 3.50 terférentielle des modes longitudi- 
naux on a recours à des résonateurs 
dits non sélectifs: tous les revête- 

ments réfléchissants (miroirs) sont portés sur des supports cunéifor- 
mes et les faces terminales de l’élément actif sont coupées sous l’angle 
de Brewster. Un tel résonateur est représentésur la fig. 3.50. On y dis- 
tingue: 7, l'élément actif; 2, les miroirs sur des supports cunéifor- 
mes; &, l’angle de Brewster; la ligne brisée en traits forts montre 
la marche du faisceau lumineux dans la cavité. Le résonateur non 
sélectif ne comporte pas de plans réfléchissants supplémentaires per- 
pendiculaires au faisceau lumineux; il n'utilise que deux plans 
réfléchissants qui constituent le résonateur proprement dit (les 
sections de ces plans sont montrées sur la figure parles droites AA) (). 

Synchronisation active des modes. — Pour provoquer un cou- 
plage entre les phases des modes longitudinaux, on peut faire appel à 
une modulation périodique des paramètres du résonateur à une fré- 
quence égale à l'écart en fréquence entre modes successifs ou multiple 
de cet écart. Une telle modulation étant effectuée sous l’action des 
signaux extérieurs appliqués soit à un modulateur électro-optique, 
soit à un modulateur acousto-optique placé à l'intérieur du résona- 
teur, on dit dans ce cas que la synchronisation des modes est active. 

Supposons que l’amplitude du mode central soit modulée pé- 
riodiquement à la fréquence Q. Dans ce cas le mode considéré peut 
se présenter sous la forme suivante: 


E (t) = E, (1 + B cos Qt) exp [i (œst + ro],  (3.9.13) 


(:) Il est utile de souligner que si précédemment, au $ 2.11, on envisageait 
des mesures spéciales en vue de renforcer la sélection des modes par fréquence 
(et d'assurer finalement le fonctionnement monomode), il s'agit maintenant 
au contraire de prendre des mesures pour prévenir cette sélection. 
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où B est la profondeur de modulation (0 << f < 1). Puisque 
cos St — [exp (iS2t) + exp (—i6)]/2, 
l'expression (3.9.13) peut s'écrire sous la forme 
E (t) = Es exp Li (@ot + po)]l + 
+ (BE°/2) exp li (00 +, Q) t + ipol + 
+ (BE,/2) exp Li (@, — Q) t + ipl. (3.9.14) 


On voit que \a modulation d'amplitude périodique à la fréquence Q 
transforme en fait le mode de fréquence porteuse «, en trois modes, 
en phase entre eux, ayant des fréquences &,, ©, + Q, ©, — Q. 

Si la fréquence de modulation est choisie égale à l'écart de 
fréquence entre modes longitudinaux consécutifs excités dans le ré- 
sonateur, il est évident que les fréquences latérales w, + Q et w, — Q& 
seront égales aux fréquences des modes dont l’un suit et l’autre précè- 
de le mode central. Dans ce cas, le deuxième et le troisième termes 
figurant au second membre de (3.9.14) joueront le rôle d’une force 
qui oblige les modes voisins à osciller en phase avec le mode central. 
Autrement dit, ces modes seront synchronisés sur le mode central. 

Dans le cas où la fréquence de modulation est un n-uple de fré- 
quence intermode, les modes synchronisés seront ceux dont la diffé- 
rence de fréquences est égale à nr fois la fréquence intermode. 

Les premières recherches sur la synchronisation active des modes 
ont été effectuées en 1965 dans un laser à hélium-néon [33]. Par la 
suite, de telles expériences ont été effectuées principalement sur des 
lasers à solides (v. par exemple [114]) ainsi que sur des lasers à colo- 
rants organiques (v. [115]). La synchronisation active des modes 
longitudinaux est analysée dans [112, 113] ®. 

Synchronisation passive des modes (autosynchronisation des modes). 
—Une modulation périodique des paramètres du résonateur peut 
s’obtenir non seulement à l’aide d’un signal extérieur mais égale- 
ment en un certain sens automatiquement, grâce à une réponse non 
linéaire aux battements de modes. A cet effet, il est nécessaire de placer 
à l’intérieur du résonateur un élément non linéaire, un filtre saturable 
par exemple. En principe, les propriétés non linéaires de l'élément 
actif peuvent servir elles aussi à cette fin. Dans de tels cas on dit 
qu'il y a synchronisation passive ou encore autosynchronisation des 

‘des longitudinaux. 

Pour obtenir la synchronisation passive des modes, on utilise 

assez largement des filtres saturables (*. Chaque paire de modes 


() La synchronisation active acousto-optique des modes longitudinaux sera 
étudiée en détail au $ 3.12. 

(?) L'effet de sélection naturelle des modes longitudinaux dans un laser 
à filtre saturable que nous avons examiné au $ 3.8 n’exclut pas la possibilité de 
réalisation de la synchronisation passive des modes; v. $ 3.11. 
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longitudinaux excités dans un laser à filtre saturable module pé- 
riodiquement la valeur de coefficient d'absorption résonnante du 
filtre à une fréquence égale à l’écart en fréquence entre les modes 
considérés. Ceci conduit à son tour à la modulation en amplitude 
de tous les modes. Finalement, de même que dans le cas de la syn- 
chronisation active, desrelations de phase définies peuvent se réaliser 
entre les différents modes. 

L’autosynchronisation des modes longitudinaux dans un laser 
à filtre saturable peut également être étudiée en utilisant la notion 
de fluctuations. Dans une telle approche, la production d’impulsions 


Fig. 3.51 


lumineuses ultracourtes est considérée comme le résultat de l’extrac- 
tion par le filtre des fluctuations Les plus intenses du champ de rayon- 
nement du bruit spontané initial d’une part et de la suppression des 
autres fluctuations qui sont moins intenses d’autre part. La descrip- 
tion basée sur les fluctuations a été développée dans les ouvrages 
[13, 14, 39, 116] ; v. aussi [111]. L'’explication de l’autosynchronisa- 
tion fondée sur le concept de fluctuations est de nos jours commu- 
nément admise; une telle approche permet d’étudier le phénomène 
d’autosynchronisation de la façon la plus complète et conséquente. 
Cette question sera reprise avec plus de détail au $ 3.11. 

Pour obtenir l’autosynchronisation des modes on utilise en fait 
le même schéma du laser à filtre saturable que dans le cas de produc- 
tion d’impulsions géantes. Le caractère spécifique tient principale- 
ment à trois points suivants. Premièrement, il est nécessaire d’éviter 
la sélection interférentielle des modes, c’est-à-dire que le résonateur 
à utiliser doit être non sélectif. Deuxièmement, le filtre saturable 
doit posséder un petit temps de relazation‘(par rapport à la période 
du résonateur) : 


Ti T: ‘(3.9.15)0 


Troisièmement, la géométrie du montage (la longueur du résonateur, 
la forme et la disposition relative des éléments constitutifs) doit 
répondre à certaines exigences [40, 117]. En particulier, il y a avanta- 
ge à placer le filtre saturable près du miroir de sortie du résonateur. 

La fig. 3.51 présente le schéma type d’un laser fonctionnant en 
régime d’autosynchronisation des modes. On y distingue: Z, l’élé- 


(*) Cette condition sera justifiée au $ 3.11. 
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ment actif; 2, le filtre saturable (cuve contenant une solution de 
colorant rapidement relaxant); 3 et 4, les miroirs à réflexion et de 
sortie du résonateur montés sur des supports cunéiformes ; &, et @:, 
les angles de Brewster pour l'élément actif et pour la cuve respecti- 
vement. 

L'autosynchronisation des modes longitudinuaux par l’emploi de 
filtres saturables a été étudiée d’une façon suffisamment détaillée 
au cours des expériences menées sur des lasers à rubis et à néodyme 
(v. par exemple [34 à 37, 118]. 

Synchronisation combinée des modes. — Les propriétés des im- 
pulsions lumineuses ultracourtes sont différentes suivant qu'elles 
sont obtenues par la synchronisation 


passive (autosynchronisation) des modes 

ou par la synchronisation active. La 2 
synchronisation passive permet d'obtenir 1 

une durée des impulsions voisine de la 

durée limite déterminée fpar la largeur 

de la raie amplificatrice. Quant à la du- 

rée des impulsions obtenues dans le cas 


de la synchronisation active, elle est ai 

nettement plus grande (d’un ordre de 0,1ns 

grandeur et plus). D'autre part, dans le Fig. 3.52 

cas de la synchronisation passive l'ins- 

tant d'apparition de la série d’impulsions lumineuses ultracourtes 
peut fluctuer dans les limites de 10 à 100 us; les paramètres des 
impulsions ne se reproduisent d’une impulsion à l’autre qu'avec une 
certaine probabilité. Au contraire, les impulsions produites avec la 
synchronisation active se caractérisent par une haute stabilité des 
paramètres. 

C'est par l’application d'une méthode combinée de synchronisa- 
tion des modes qu’on cherche à obtenir des résultats optimaux. 
Dans ce cas, on place à l’intérieur du résonateur un filtre saturable 
et un synchroniseur de modes du type actif; on utilise également la 
combinaison d'un filtre faisant office de synchroniseur de modes 
passif et d’un modulateur de qualité du type actif. Dans [119] on 
a étudié la combinaison d’un synchroniseur électro-optique de modes 
et d’un milieu à deux composants contenant deux types de particu- 
les: des particules actives et des particules (centres) absorbantes 
par résonance. Dans [120] on a étudié un laser à autosynchronisation 
des modes dont le résonateur renfermait outre un filtre saturable un 
modulateur électro-optique de qualité. Dans [121] on a étudié la 
possibilité de fonctionnement en régime d’autosynchronisation des 
modes lorsque la qualité du résonateur était commandée d’un disposi- 
tif constitué d’un interrupteur phototrope et d’un interrupteur opto- 
mécanique. 

Sur la fig. 3.52 on a comparé les impulsions lumineuses obtenues 
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dans le cas de la synchronisation active et de la synchronisation 
combinée des modes longitudinaux [119]. L’impulsion Z est produite 
dans un laser à rubis comportant un synchroniseur électro-optique 
de modes réalisé à base de niobate de lithium; l'impulsion 2 est 
obtenue dans le même laser utilisant en plus du synchroniseur électro- 
optique un filtre saturable (solution alcoolique de cryptocyanine). 
La durée de l’impulsion Z est de 0,1 ns et celle de l'impulsion ? 
de 0,01 ns (les durées des impulsions ont été évaluées d’après la 
largeur du spectre). Dans les deux cas, le temps s’écoulant entre 
l'instant de déclenchement du synchroniseur de modes et l'instant 
où l'impulsion acquiert sa puissance maximale a été stabilisé à 
1 ns près. 


Procédés de réduction du temps de relaxation des filtres saturables. — La 
nécessité d'utiliser des filtres saturables rapidement relaxant (v. condition(3.9.15)} 
a prédéterminé le développement des recherches sur les procédés permettant de 
réduire le temps de relaxation des colurants. Pour obtenir cette réduction, on met à 
profit la dépendance de la durée de vie des états excités des molécules vis-à-vis 
des caractéristiques du milieu ambiant : de la nature du solvant, de sa tempé- 
rature, de sa viscosité, etc. [122]. Dans {123] on a étudié la dépendance du temps 
de relaxation du colorant de polyméthine envers la nature du solvant; on a mon- 
tré qu'en choisissant les différents solvants on peut faire varier le temps de rela- 
xation dans le rapport de 1 à 5 (1). 

La réduction de la durée de vie de l’état excité par variation des conditions 
extérieures est appelée par convention extinction de La luminescence. On peut éga- 
lement utiliser l'effet d'extinction par concentration (d’autoextinction) qui se 
manifeste lorsque la concentration du colorant dans la solution augmente [124]. 
Cet effet est lié à des associations (constituées de plusieurs molécules de colorant} 
qui se forment dans une solution concentrée. En cas d’excitation ces associa- 
tions n’émettent pas par luminescence mais transférent assez rapidement l’éner- 
gie d’excitation à des complexes non actifs au cours de l'interaction par réso- 
nance. 

1] convient de signaler tout spécialement la possibilité de réduction du temps 
de relaxation des filtres saturables par excitation de la superluminescence [125] 
ou de l’oscillation [126] dans une solution de colorant. Dans ce dernier cas. la 
cuve contenant la solution de colorant est placée à l’intérieur d’un résonateur spé- 
cial dont l’axe optique fait un certain angle avec l’axe optique du résonateur 
principal ; le rayonnement de l’élément actif sert pour le colorant d’une sorte de 
pompage optique du type transverse. L'entrée en oscillation de la solution de 
colorant placée dans le résonateur spécial assure une relaxation relativement ra- 
pide du filtre. 

Influence de l’autofocalisation de la lumière. — Le processus d'émission 
des impulsions de très grande puissance peut s'accompagner de l’apparition d'’ef- 
fets optiques non linéaires supplémentaires et en particulier de l'effet d'au- 
tofocalisation de la lumière. On a constaté expérimentalement une variation de la 
structure temporelle des impulsions lumineuses ultracourtes émises par un laser 
à néodyme; cette variation peut être expliquée par l’influence de l’autofocali- 
sation du rayonnement dans l’élément actif (v. par exemple [127]). Reportons- 


() L'influence de la nature du solvant sur le temps de relaxation du 
filtre s'explique par les processus de désactivation non radiative de l'état S, 
de la molécule de colorant par suite d'une conversion interne qui s’accom- 
pagne du passage de l'énergie vibrationnelle vers le milieu ambiant (v. S 1.3). 
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nous à ce propos à la fig. 3.53. La courbe 7 décrit la forme que l'impulsion lumi- 
peuse aurait en l’absence de l’autofocalisation. La droite À A fixe le niveau de 
puissance correspondant au seuil de l'effet d’autofocalisation. Lorsque la puis- 
sance de l'impulsion atteint, au cours de son émission, ce seuil, T'autorses 
lisation du rayonnement se manifeste, de sorte que les pertes augmentent: le 
faisceau lumineux commence à se dissi- 
per à travers la surface latérale de l'élé- ” 
ment actif (v. la partie de droite de la 
figure). Ces pertes sont maximales pour la 1 
partie la plus intense de l'impulsion lu- 
mineuse, ce qui a pour effet de provoquer A 
l'apparition d'un creux dans la partie de A 
l'impulsion qui devrait correspondre au 
maximum de son intensité. C'est pour- 
quoi la forme réalisée de l'impulsion lu- 
mineuse se décrit non par la courbe t 
mais par la courbe 2 (v. figure). 

L'examen de la figure montre que 
l’autofocalisation du rayonnement non Fig. 3.53 
seulement modifie la forme de l’impul- 
sion lumineuse mais limite aussi sa puis- 
sance de crête. La limitation, par suite de l’autofocalisation, de la puissance du 
rayonnement émis revêt une grande importance pour la détermination des va- 
leurs de seuil des caractéristiques énergétiques des lasers (128, 129]. L'autofocali- 
sation limite l'intensité du rayonnement émis à un niveau égal approximative- 
ment à 10° W/cm° (pour des schémas communément utilisés des lasers). 

Dans [130] on a étudié la possibilité d'utiliser l'effet d’autofocalisation pour 
la réduction de la durée et l'augmentation du contraste (1) des impulsions lumi- 


L=<i 


Fig. 3.54 


neuses ultracourtes. Cette possibilité est illustrée par la fig. 3.54. On y distingue: 
1, le milieu dans lequel se manifeste l’effet d’'autofocalisation ; 2, un écran absor- 
bant de diamètre relativement petit; 3. l’impulsion lumineuse d'entrée (dans le 
cas général elle peut être représentée par un groupe d’impulsions d’intensité dif- 
férente) ; 4, l'impulsion lumineuse de sortie. La partie moins intense de l'impul- 
sion d'entrée 3 ne subit pas d'autofocalisation et est absorbée de façon considé- 
rable par l'écran 2. La partie plus intense de l'impulsion d'entrée se propage 

ratiquement sans passer par l’écran grâce à l'élargissement du faisceau par suite de 
lautotocalisation. C'est pour cette raison que l'impulsion de sortie 4 doit être 
plus courte et plus contrastant que l'impulsion d'entrée 3. 


() Le contraste d'une impulsion ultracourte se mesure par le rapport de 
la puissance de crête de l'impulsion au niveau de puissance du fond non 
synchronisé. L'augmentation du contrasle est en fait l’élévation du degré de 
synchronisation du rayonnement. 
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Comme on le montre dans [130]. il y a avantage à utiliser non un écran ab- 
solument opaque de petit diamètre mais un écran inhomogène dont le coefficient 
de transparence Æ croît avec la distance r à l’axe suivant la loi Æ (r)  Æ (0) 
exp (r°;a*), où a est le diamètre de l'écran. Un tel écran assure des pertes minima- 
les pour la partie la plus intense de l’implusion. ce qui a pour effet non seule- 
ment de réduire la durée de l’implusion mais également d'augmenter sa puissan- 
ce de crête. Dans le cas considéré, l'effet d'autofocalisation joue un rôle positif: 
il conduit non à l'augmentation mais au contraire à la diminution des pertes 
(pour la partie la plus intense de l'impulsion lumineuse). 

Il convient d'observer que l'écran spatialement inhomogène ne doit pas être 
obligatoirement absorbant. Au lieu de l'écran absorbant on peut utiliser un 
milieu amplificateur caractérisé par un gain d'amplification spatialement inho- 
mogène. 


$ 3.10. MESURE DE LA DURÉE DES IMPULSIONS 
LUMINEUSES ULTRACOURTES 


Principales directions du développement des méthodes d’étude 
de la structure des impulsions. — Le développement des recherches 
sur la synchronisation des modes laser est étroitement lié à la mise 
au point des méthodes de mesure de la durée des impulsions lumi- 
neuses ultracourtes. Les méthodes oscillographiques bien maîtrisées 
sont dans ce cas inapplicables parce que leur pouvoir séparateur est 
limité à un temps de l'ordre de 0,1 ns. Il existe deux groupes de 
méthodes utilisées pour la mesure des durées des impulsions de l’ordre 
de 10° à 10% ns: des méthodes directes et des méthodes indirectes. 

Initialement, on a proposé et développé des méthodes indirectes. 
Signalons à ce propos deux ouvrages publiés en 1967: dans [131], 
on utilisait l'effet d'excitation du deuxième harmonique par deux 
faisceaux lumineux; dans [132], on exposait la méthode basée sur 
la mesure de la longueur du tracé de luminescence dans le cas de 
l'absorption à deux photons. Cette dernière (appelée méthode à 
deux photons ou encore méthode des collisions) caractérisée par une 
grande simplicité a bientôt reçu de nombreuses applications. 

En appliquant les méthodes indirectes pour la mesure de Ia 
structure des impulsions lumineuses, on mesure non les paramètres 
proprement dits des impulsions mais certaines quantités intégrales, 
le plus souvent des fonctions de corrélation de l'intensité ®. De telles 
méthodes n'’offrent que des possibilités limitées ; elles ne permettent 
pas de rétablir de façon univoque la forme de l'impulsion [111]. 

Dès le début des années 70 on a développé avec succès les méthodes 
directes de mesure des processus rapides. Ces méthodes utilisent des 
convertisseurs électroniques [111]. On a mis au point des enregis- 
treurs photo-électroniques caractérisés par une résolution er temps 
de l’ordre de 10° à 5-10 ns. En 1972, on a mis au point un conver- 


(*) Les méthodes indirectes de mesure des intervalles de temps sont encore 
désignées sous le terme de méthodes de corrélation. 
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tisseur opto-électronique à balayage cycloïdal permettant une résolu- 
tion de 5-107* ns. 

Il y a un problème qui présente un grand intérêt, c'est celui de 
l'enregistrement non seulement de l'intensité d'un rayonnement 
mais également du champ lui-même, c’est-à-dire le problème de 
l'enregistrement de l'information contenue non seulement dans 
l'amplitude mais aussi dans la phase du rayonnement laser. À cet 
effet, on a proposé en 1971 une méthode holographique d'’enregistre- 
ment des champs d'ondes non stationnaires permettant d'obtenir le 


— 


ne 


| 


Fig. 3.55 


maximum d'information sur l'évolution temporelle du signal, 
y compris l'information sur l'amplitude, la phase et le spectre du 
signal (v. [111)). 

Méthode utilisant la génération du deuxième harmonique. — L'es- 
sentiel de cette méthode indirecte de mesure de la durée des impul- 
sions lumineuses ultracourtes est explicité sur la fig. 3.55. On y dis- 
tingue: Z, le laser; 2, une lame séparatrice qui divise l’impulsion 
laser initiale en deux impulsions; 3, un miroir fixe; 4, un miroir 
mobile ; 9, un cristal non linéaire au sein duquel est généré le deuxiè- 
me harmonique; 6, un filtre qui ne laisse passer que le deuxième 
harmonique; 7, un photodétecteur. Grâce aux miroirs 3 et 4, les 
deux impulsions lumineuses obtenues par séparation de l'impulsion 
laser initiale par la lame 2 tombent sur le cristal non linéaire. En 
faisant déplacer le miroir mobile 4, on peut faire varier le temps de 
retard At d'une impulsion par rapport à l’autre. 

Pour At = 0, les impulsions lumineuses considérées se recouvrent 
entièrement. Dans ce cas, la puissance lumineuse dans le cristal 
non linéaire est maximale et le photodétecteur enregistre une impul- 
sion relativement intense de deuxième harmonique. 

Désignons par t la durée effective de l'impulsion lumineuse 
ultracourte. Pour At >> +, les impulsions lumineuses ne se recouvrent 
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pas; dans ce cas la puissance du deuxième harmonique accuse une 
brusque diminution. Si £,, (t) est le champ de l’une des impulsions 
lumineuses tombant sur le cristal non linéaire, le champ de l’impul- 
sion de deuxième harmonique sortant du cristal peut être présenté 
sous la forme 


E2 (t) = const [E,, (t) + Eu (t + At)]$ = 
— const [EE (t) + E3(t+At)+2E, (t) Es(t+At)]. (3.10.1j0) 


Pour At >> v, le terme de corrélation 2E£;,, (t) Æ, (t + At) s'annule: 
il en résulte une chute de la puissance du deuxième harmonique. 

Ainsi, pour pouvoir mesurer le temps tT, il convient d'augmenter 
DÉRERCS AD SReRX à partir de zéro le temps de retard At et d'observer 
l'intensité de l'impulsion de deu- 
xième harmonique. L'’intervalle de 
temps Aë, au cours duquel on ob- 
serve une brusque diminution de 
cette intensité, mesure précisément 
la durée + de l'impulsion lumi- 
neuse. 

Méthode à deux photons. — Com- 
me il a déjà été dit, cette mé- 
thode est basée sur l'observation 
de la luminescence lors de l'absorp- 
tion à deux photons (. L'essentiel 
de cette méthode est explicité sur 
la fig. 3.56. On y distingue: Z, le 
laser ; 2, une lame séparatrice qui 
divise l'impulsion laser initiale en 
deux impulsions; 3, les miroirs; 
4, une cuve contenant une solution de colorant (de rhodamine 6G 
par exemple) qui émet par luminescence par suite de l'absorption 
à deux photons de la lumière; 5, un appareil photographique qui 
enrecistre le tracé lumineux se produisant dans la cuve à colorant. 
Lors de l’absorption à deux photons, l'intensité de la luminescence 
est proportionnelle à la quatrième puissance de l’amplitude du champ. 
On arrive donc à photographier un tracé suffisamment net dont 
la longueur A! correspond à l'intervalle de temps au cours duquel 
les deux impulsions lumineuses, qui se propagent l’une à la ren- 
contre de l’autre à partir des miroirs 3, se recouvrent assez complète- 


() Rappelons que l'intensité du champ du deuxième harmonique est 
proportionnelle au carré de l'intensité du champ de l'onde fondamentale (à l'ap- 
proximation du champ donné). 

(°) On l'appelle encore méthode de luminescence à deux photons. Cette appella- 
tion n'est pas Fee étant donné que le processus de luminescence est ici 
ordinaire (à un photon). 
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ment. Cet intervalle de temps est égal à t/2 (rt étant la durée de l’im- 
pulsion lumineuse). Il est évident que 


t = 2Al/v. (3.10.2) 


où est la vitesse de la lumière dans la solution de colorant. On voit 
qu'en fait cette méthode repose sur la mesure instantanée de la 
longueur de l'impulsion lumineuse dans l'espace. 

La méthode considérée est largement appliquée dans les recherches 
sur la synchronisation des modes laser, elle mérite donc que nous 
y arrêtons un peu plus longuement. L’intensité de la luminescence lors 
de l’absorption à deux photons est proportionnelle au carré de l’in- 
tensité du rayonnement d'excitation 


Lium (2) = const ( L°(z, thdt (3.10.3) 


{l'axe z est choisi suivant la direction de propagation de la lumière 
dans la cuve à colorant ; z est la distance au centre de la cuve). En 
écrivant le champ lumineux du signal à étudier sous la forme 
E (t) exp (it), représentons la quantité Z° (z, t) entrant dans (3.10.3) 
sous la forme 


Be D={[2 (+ )e(ie (r—2))+ 
+ E (t+<) exp (iw (1+—+) } JIcompl. conjug.] }". (3.10.4) 


Ici, on a tenu compte du fait que les deux impulsions lumineuses 
se propagent suivant l'axe z avec la vitesse v l’une à la rencontre 
de l’autre. 

On montre [111] qu’en introduisant (3.10.4) dans (3.10.3), on 
obtient finalement le résultat suivant : 


Îmes 
Tium (:) = const [2 ( [°(t) dt + 
0 
{mes 
+4 | 1@1(1+22)a |, (3.10.5) 
0 


OÙ fmes 6St le temps de mesure. En introduisant au lieu de la variable 
z le temps de retard At = 2z/v, on obtient à partir de (3.10.5) l’ex- 
pression suivante pour le fracé de luminescence observé dans la cuve 
à colorant: 


Îmes 


Îmes 
#çat)= [2 | (#)4t+4 | 1{)I(t+anat]. (8106) 
0 
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En utilisant une désignation spéciale pour la fonction de corrélation 
de l'intensité 


îmes 
1 


p (At) = Î I(t)I(t+At)dt. (3.10.7) 
0 


récrivons le résultat (3.10.6) sous la forme définitive: 
W (At) = 2 (0) + 4 (At). (3.10.8) 


Supposons que la forme J (t) de l'impulsion lumineuse à étudier 
est celle de la fig. 3.57, a. En faisant usage de (3.10.6), on trouve la 
It) fonction wŸ (At) qui décrit le tracé de lumines- 
cence. L'allure de cette fonction est montrée 
sur la fig. 3.57, b. D'après (3.10.8), l'intensité 
maximale de la luminescence est trois fois plus 
grande que l'intensité de la luminescence à des 
endroits du tracé où les impulsions lumi- 
neuses se propageant l’une à la rencontre de 
l'autre ne se recouvrent pas. En mesurant la 
largeur de cette impulsion d'intensité de la lu- 
minescence, on trouve la valeur cherchée 
de +. 

Rappelons qu'en réalité au lieu de la va- 
leur de At on mesure la longueur spatiale Al 
de la partie brillante du tracé de luminescen- 
ce, cette longueur étant liée à At par la rela- 
tion At — 2AU/r. 

Synchronisations des modes complète et 
incomplète et problème de la mesure des in- 

0 tervalles de temps. — Les méthodes indirectes 

de mesure de la durée des impulsions lumi- 

Fig. 3.57 neuses ultracourtes que nous avons considé- 

rées ci-dessus sont soumises à une restriction 

d'emploi qui n’a été comprise que par la suite (!. Ces méthodes ne 
sont applicables que dans le cas où pendant une période du résona- 
teur égale à 2L/v est émise une impulsion unique. Une telle situa- 
tion est caractéristique des cas de la synchronisation active des 
modes. Si la synchronisation est passive, au lieu d’une seule impul- 
sion, tout un groupe de plusieurs impulsions (irrégulières) peut être 
émis pendant la période du résonateur, ce qui est lié à la nature de 
fluctuations du processus d’autosynchronisation des modes. Les cas 
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(*) Pendant assez longtemps les possibilités de la méthode à deux photons 
étaient appréciées dans les ouvrages spécialisés d'une façon un peu inexacte. 
En partant de cette méthode on faisait parfois des conclusions erronées sur la 
durée des impulsions lumineuses ultracourtes. 
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caractéristiques qui peuvent se réaliser dans l'autosynchronisation 
des modes sont représentés sur la fig. 3.58. Vu cette situation, on 
introduit les notions de synchronisation complète et incomplète 
(partielle) des modes. La fig. 3.58, a correspond à une synchronisa- 
tion complète des modes (pendant la période du résonateur est émise 
une impulsion lumineuse ultracourte unique). Les fig. 3.58, b et c 


y 
| 
a) 
l | 
| | 
| | 0 
| 
| | b) | w at 
| 
| | 
| | 2 
| C) 
| 
= | 
T=2L/u 0 A1 
Fig. 3.58 Fig. 3.59 


correspondent à une synchronisation incomplète des modes, le 
degré de synchronisation dans le cas de la fig. 3.58, b étant supérieur 
à celui de la fig. 3.58, c. Lors d’une synchronisation incomplète des 
modes, une impulsion ultracourte peut se réaliser sur le fond d'un 
rayonnement non synchronisé dont la puissance varie faiblement 
dans le temps. Plus élevée est la puissance du fond non synchronisé, 
plus bas est le degré de synchronisation des modes et, soit dit en 
passant, plus faible est le contraste des impulsions. 

Il est essentiel de noter que les méthodes indirectes de mesure de 
la durée des impulsions ultracourtes (et en particulier la méthode 
à deux photons) ne permettent pas de distinguer la synchronisation 
complète et la synchronisation incomplète des modes (4). C'est en 
ceci que réside la restriction d'emploi de ces méthodes lors de l'étude 


(*) Une analyse critique détaillée des possibilités d'emploi des methodes 
indirectes de mesure des intervalles de temps dans les recherches sur la syn- 
chronisation des modes est donnée dans {111}. 
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de la synchronisation des modes laser. Il suffit de comparer les ré- 
sultats du calcul de la fonction Y (At) obtenus au moyen de la for- 
mule (3.10.6) pour les fig. 3.58, a et c. Ces résultats sont représentés 
sur la fig. 3.59 (courbes 7 et 2 respectivement) [111]. On voit que la 
différence entre les tracés de luminescence montrés sur la fig. 3.59 
ne réside que dans des maximums supplémentaires de faible amplitu- 
de qui apparaissent dans le second cas (dans le cas de la synchronisa- 


Forme de l'impulsion Spectre 
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tion incomplète) et qui sont difficiles à distinguer des bruits propres 
le l’appareillage d'enregistrement. 

Soulignons que les méthodes de mesure indirectes ne permettent 
de juger que de l'intervalle de temps caractéristique au cours duquel 
varie l’intensité du rayonnement, mais elles ne permettent pas d’é- 
tablir si le rayonnement émis pendant la période du résonateur est 
constitué par une seule ou plusieurs impulsions courtes. Elles ne 
permettent pas de déterminer le rapport de la puissance de crête de 
l'impulsion ultracourte à la puissance du fond non synchronisé (en 
présence de celui-ci). Pour toutes ces raisons, le développement des 
méthodes directes faisant appel à des photodétecteurs ultrarapides 
et des convertisseurs opto-électroniques est d'un haut intérêt pra- 
tique. 

Méthode basée sur la mesure de la structure spectrale du signal. 
— Pour pouvoir distinguer le cas où pendant la période du résona- 
teur est produite une impulsion courte unique et celui où pendant la 
même période sont émises plusieurs impulsions courtes, on peut ap- 
pliquer la méthode qui consiste à mesurer la structure des spectres 
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de fréquences correspondants [124]. Supposons que pendant la pé- 
riode du résonateur soient émises plusieurs impulsions. Dans ce cas, 
l'image de Fourier du champ de rayonnement (spectre) comportera 
des oscillations déterminées par des intervalles de temps séparant 
les impulsions. Plus courts sont ces intervalles. plus haute est la 
fréquence d'oscillations du spectre. Si le rayonnement émis au cours 
de la période du résonateur ne comporte qu'une impulsion unique, 
son spectre sera décrit par une fonction lisse (sans oscillations). 

La fig. 3.60 montre, aux fins de comparaison, la structure des 
spectres pour la synchronisation des modes complete (fig. 3.60, a) 
et incomplète (fig. 3.60, b et c) [124]. Comme il est aisé de le voir, la 
structure du spectre du signal représentée sur les fig. 3.60, b et c 
diffère nettement de celle représentée sur la fig. 3.60, a. 


$ 3.11. ÉTUDE DE L’'AUTOSYNCHRONISATION 
DES MODES LONGITUDINAUX DANS UN LASER À FILTRE 
SATURABLE BASÉE SUR LE CONCEPT DE FLUCTUATIONS 


Le concept de fluctuations appliqué à l’étude de l’autosynchroni- 
sation des modes longitudinaux a été développé dans [13, 14, 39, 
411, 115]. 

Description qualitative du mécanisme physique. — En exami- 
nant le mécanisme physique de l’autosynchronisation des modes dans 
un laser dont le résonateur renferme un filtre saturable, il convient 
de mettre en relief deux facteurs d'importance fondamentale. Le 
premier est que dans l'étape qui précède l'éclaircissement du fil- 
tre ® il se forme un profil du champ de rayonnement contenant de 
nombreuses fluctuations d'intensité de différentes amplitudes et 
caractérisé par la présence de la corrélation périodique à des instants £ 
et t + T, À étant la période du résonateur. Ce profil du champ sera 
appelé profil initial. Le processus de sa formation à partir du bruit 
sera discuté un peu plus tard. Le second facteur consiste en ce qu’au 
cours de son éclaircissement (dans l'étape du développement non 
linéaire de l’oscillation), le filtre rétrécit et accentue les fluctuations 
les plus puissantes tout en affaiblissant les fluctuations moins inten- 
ses. Il en résulte une modification considérable du profil de champ; 
le profil final ne comporte que quelques (ou même un seul) crochets 
intenses de courte durée. Aux fins de comparaison, la fig. 3.61 montre 
un certain profil initial 7, (£) et un profil final caractéristique 
I, (t), les deux étant considérés dans l'intervalle d’une seule période 
du résonateur 7. On voit bien sur cette figure le caractère de varia- 
tion du profil par suite de l'interaction du rayonnement et du filtre 
au cours de l'éclaircissement de ce dernier. 


(1) Cette étape comprend à son tour l'étape de pompage et l'étape du dé- 
veloppement lineaire de l'oscillation. 
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Examinons de plus près cette action sélective du filtre saturable 
sur le profil initial de champ. Récrivons la condition (3.7.37) d’auto- 
amorçage d'oscillation pour un laser à filtre saturable sous la forme 
suivante : 


(Xo — Mn — M) > Ne. (3.11.1) 


Ici, x, est le gain initial; nn.1 — (La/l) Xoo, le coefficient, multiplié 
par L,/l, d'absorption résonnante du filtre non saturé ou, autrement 
dit, le coefficient de pertes non linéaires; n = 1 + (la/l) ia, le 


Tin I; 


Fig. 3.61 


coefficient de pertes nuisibles dans l'élément actif et dans le filtre 
ou, en d'autres termes, le coefficient de pertes linéaires; n,, le coef- 
ficient de pertes utiles. 

Nous supposerons que pour une puissance donnée du pompage la 
condition (3.11.1) est réalisée et qu'une impulsion suffisamment 
intense, contenue dans le profil de champ initial, se propage vers le 
filtre. Si cette impulsion provoque l’éclaircissement du filtre, l’iné- 
galité (3.11.1) sera remplacée par l'inégalité 


(ko — M) > Ne (3.11.2) 


qui peut être parfaitement satisfaite pour la puissance du pompage. 
Ceci signifie que pour l'impulsion intense indiquée la condition 
d'auto-excitation du laser sera satisfaite. 

Il est d’une importance fondamentale que la condition d’auto- 
excitation ne soit satisfaite que pour l'impulsion intense. A cet effet, 
il est nécessaire que le filtre relaxe assez rapidement ou, autrement 
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dit, qu'il « se ferme » rapidement après être traversé par l'impulsion 
intense. Alors, une impulsion plus faible qui suit l'impulsion intense 
ne pourra pas passer par le filtre (et donc ne sera pas amplifié) (!. 

On comprend maintenant le sens de la condition (3.9.15). Pour 
que le filtre puisse remplir sa fonction sélective (accentuation des 
impulsions initiales intenses et suppression des impulsions faibles), 
il doit présenter une faible inertie, c'est-à-dire qu’il doit revenir ra- 
pidement de l’état saturé à l’état non saturé. Un retard du filtre 
dans l’état saturé aura pour effet le 
passage des impulsions plus fai- 
bles qui suivent l'impulsion intense 
et donc leur amplification lors du 
trajet de l’élément actif. 

Lorsque l’inertie du filtre est 
pratiquement nulle, une impulsion 
lumineuse unique peut se réaliser 
dans le résonateur et effectuer des 
parcours aller et retour par réfle- 
xions successives sur les miroirs. 
Son amplitude, croissante au début, 
décroît ensuite progressivement au 
fur et à mesure que l'énergie trans- 
férée à l'élément actif par l'im- 
pulsion de pompage se trouve épui- 
sée. Régulièrement, au bout de 
chaque intervalle de temps égal à 
2L/v. c'est-à-dire au temps qu'elle 
met pour effectuer un parcours al- 
ler et retour dans le résonateur, | 
cette impulsion s'approche du mi- Fig. 3.62 
roir de sortie du résonateur et est 
partiellement rayonnée. Il en résulte que le rayonnement émis par le 
laser se présentera sous forme d'une série d'impulsions lumineuses 
qui se succèdent avec un intervalle de temps égal à T — 21L/v 
(fig. 3.62, a). 

Dans des conditions réelles, la situation idéale que nous venons 
de décrire peut ne pas se présenter. Premièrement, un filtre réel 
présente de l’inertie ; il se peut qu'il n'arrive pas à bloquer une im- 
pulsion plus faible qui suit immédiatement l'impulsion intense. 
On aura alors une succession d’impulsions lumineuses montrée sur 
la fie. 3.62, b. Deuxièmement, l’origine de fluctuations du profil de 
champ initial peut avoir pour effet de produire l’apparition de deux 
ou d’un plus grand nombre d’impulsions initiales intenses, pratique- 


| 
Î 


(t) La pue de cette impulsion faible est supposée insuffisante pour 
provoquer l’éclaircissement du filtre. 


350 DYNAMIQUE DE L'OSCILLATION LASER [Ch. 3 


ment identiques, qui seront également accentuées par le filtre. 11 en 
résultera la formation, pendant la période du résonateur, de deux ou 
plusieurs impulsions courtes de forte intensité au lieu d’une seule 
(fig. 3.62, c). Remarquons que le cas de la fig. 3.62, a correspond à la 
synchronisation complète et ceux des fig. 3.62, b et c à la syn- 
chronisation incomplète des modes. 

Sur la description spectrale et temporelle de la synchronisation 
des modes. — La description de la production d’impulsions lumi- 
neuses ultracourtes par un laser à filtre saturable que nous avons don- 
née ci-dessus peut être appelée description temporelle. Dans une telle 
description, le processus de formation d’une succession d’impulsions 
ultracourtes est considéré comme un processus régulier (se répétant 
à un intervalle de temps égal à T — 2L/v) d'émission d’une partie 
de l'énergie concentrée dans un puissant crochet sur le profil de 
champ, ce crochet étant sélectionné et accentué par le filtre satu- 
rable. L'image d’une impulsion puissante qui effectue des parcours 
aller et retour dans le résonateur peut également être utilisée dans 
le cas de la synchronisation active des modes. Rappelons que les 
pertes introduites par le synchroniseur dans le résonateur sont modu- 
lées par le signal de commande; elles varient périodiquement à la 
fréquence 1/7. Il est évident que l'impulsion qui effectue des parcours 
successifs dans le résonateur passera chaque fois par le synchroniseur 
à un instant où les pertes seront minimales 4). 

Outre la description temporelle on utilise également une descrip- 
tion spectrale du phénomène d'émission d’impulsions lumineuses 
ultracourtes. Dans la description spectrale, le processus de formation 
d’une succession d’impulsions est considéré comme un résultat de 
l'interférence d’un grand nombre de modes dont les fréquences sont 
équidistantes et les phases sont couplées entre elles (v. $ 3.9 ainsi 
que $ 3.1). C'est dans le cadre de la description spectrale qu'on 
expliquait les premières expériences sur la production d’impulsions 
lumineuses ultracourtes, ce qui a fait naître le terme « synchronisa- 
tion des modes » ou encore « couplage ou verrouillage des modes » 
(mode locking). On désigne sous ce terme la mise en concordance de 
phase des composantes spectrales. La description temporelle basee 
sur le concept d'impulsion effectuant des parcours aller et retour 
successifs dans le résonateur, qui est séparée du bruit soit spontané- 
ment (dans le cas de la synchronisation passive), soit par un synchro- 
niseur (synchronisation active), a été développée un peu plus tard. 

Dans le langage spectral, la corrélation périodique à des instants 
tett + T, qui caractérise le profil de champ initial, correspond à la 
formation d’une série de modes discrets à fréquences &@} = ©, + 
+ 2nk/T. Supposons que les phases des modes occupent un intervalle 


(4) Une Sr te temporelle de la synchronisation active des modes 
longitudinaux est donnée au $ 3.12. 
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de fréquence Aw égal à la largeur de la raie amplificatrice. Il n’est 
pas difficile de s'assurer que si les phases des modes varient linéaire- 
ment avec le numéro du mode (p, = ®, + 2nkt/T), c’est-à-dire 
si les modes sont synchronisés en phase, une seule impulsion lumi- 
neuse de durée 


Tt & 1/40 (3.11.3a} 


sera formée pendant la période du résonateur. Ceci signifie que la 
description spectrale est équivalente à la description temporelle 
dans le cas où une seule impulsion lumineuse est émise pendant la 
période du résonateur, c'est-à-dire dans le cas de la synchronisation 
complète des modes. 

Quant à la synchronisation incomplète des modes, la description 
spectrale y devient moins applicable. Le fait est que la formation 
d’impulsions ultracourtes dans le cas de la synchronisation incom- 
plète n’est assurée que par une partie et non par la totalité du spectre 
(comme dans le cas de la synchronisation complète). Dans ces condi- 
tions, au lieu de (3.11.3a) on a une autre relation 


t>1/A0 ou encore t Æ 1/A@iynchrr OÙ AGiynchr < AW. (3.11.3b) 


La description spectrale ne permet pas d'établir si une seule 
impulsion intense (pendant la période du résonateur) est séparée des 
fluctuations initiales. On doit donc conclure que c’est la description 
temporelle qui est plus complète et plus conséquente. Elle permet 
d'analyser le mécanisme physique des phénomènes dans les diffé- 
rentes étapes de l'interaction entre le rayonnement et le filtre (aussi 
bien avant qu'au cours de l’éclaircissement du filtre). Elle permet 
également d'établir des conditions de synchronisation complète, c est-à- 
dire les conditions dans lesquelles l’émission, pendant la période du 
résonateur, d'une seule impulsion lumineuse puissante se produit 
avec une probabilité suffisamment grande. 

Profil initial de champ de rayonnement. — Le profil initial de 
champ résulte des processus spontanés. Etant donné la nature fluc- 
tuante de ces processus, l'intensité du rayonnement fluctuera elle 
aussi et la durée minimale de la fluctuation vers l'instant d'entrée 
en oscillation pourra s’évaluer par tri Æ 1/A0, où Ao est la Ilar- 
geur de la raie amplificatrice de l'élément actif. 

Il importe de noter que ce tableau de fluctuations se caractérise 
par certaines relations d'ordre. Ceci tient à ce qu'une certaine partie 
des photons spontanément émis sera renvoyée par les miroirs dans le 
milieu actif, ce qui conduira à une amplification à réaction partielle 
des bruits. Au fur et à mesure que la densité d’inversion de popula- 
tions s’approchera de sa valeur de seuil, la part de tels photons ren- 
voyés augmentera, si bien que la contribution des bruits amplifiés 
deviendra supérieure à la contribution apportée par l'émission 
spontanée directe. Une corrélation périodique du champ aura lieu à 


392 DYNAMIQUE DE L'OSCILLATION LASER [Ch. 3 


des instants de temps séparés par un intervalle de temps égal à la 
durée d'un parcours aller et retour du rayonnement dans le résonateur 
(autrement dit, à la période 7 du résonateur). Ainsi, une structure 
de modes longitudinaux discrets, séparés l’un de l’autre par une fré- 
quence ( — 2x/T et occupant un intervalle de fréquence Aw égal 
à la largeur de la raie amplificatrice, se forme avant même que le 
laser ait atteint son seuil d'oscillation. Dans l'étape du développe- 
ment linéaire de l'oscillation il se produit la sélection naturelle des 
modes longitudinaux (v. $ 3.8) qui conduit à un rétrécissement du 
spectre; vers l'instant d'’éclaircissement du filtre il se forme un 
spectre de largeur Aw, qui est beaucoup plus petite que la largeur 
initiale Ao. 

Supposons que le profil initial de champ soit constitué de m 
modes longitudinaux équidistants (nm — Aw,/Q@). Un fait important 
est que dans cette étape les phases des modes sont indépendantes les 
unes des autres et sont réparties de façon quelconque. De ce fait, le 
champ régnant à l'intérieur du résonateur n’est autre qu'un bruit 
gaussien ; son intensité Z fluctue au cours du temps autour d’une cer- 
taine valeur moyenne (7) et la probabilité de réalisation de la va- 
Jeur Z se décrit par la formule 


w (1) = exp (—1/(1)}/{T}, (3.11.4) 


qui découle de la répartition gaussienne pour l'amplitude du champ 
si l’on tient compte que l'intensité est proportionnelle au carré de 
l'amplitude 4). 

Désignons par w, la probabilité de crochet de fluctuations dont 
l'intensité est plus de v fois plus grande que l'intensité moyenne. 
Cette probabilité peut se déterminer à partir de la relation 


O0 


w,= | w(l)al. (3.11.5) 
v{1) 
En introduisant (3.11.4) dans (3.11.5), on obtient 
W, —= exp (—v). (3.11.6) 


La fréquence de répétition des fluctuations d'intensité quelconque 
étant de l’ordre de grandeur de Aw,/2x, le crochet de fluctuations 
d'intensité Z > v{1) doit apparaître en moyenne pendant un inter- 
valle de temps T, défini par la relation 


7, = 217/Ao,w,. (3.11.7) 
En introduisant (3.11.6) dans (3.11.7), on obtient 
T, & (21/A0,) exp (v) (3.11.8) 


(!) L’a © (& L'application de la répartition gaussienne à la description des pro- 
cessus de fu ctuations est analysée en détail par exemple dans [133]. 
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ou encore, compte tenu de (3.9.12), 
Ty Æ (7/m) exp (v). (3.11.9) 


En tenant compte de la périodicité du profil initial de champ, 
nous concluons que pour la réalisation d’un crochet d'intensité 1 > 
> v (il est nécessaire que l'intervalle de temps t, n'excède pas 
la période 7 du résonateur : 


1 (3.11.10) 


La valeur maximale de v peut s’évaluer à partir de la condition 
T, = TZ ou, compte tenu de (3.11.9)., à partir de la condition m = 
Æ% exp (v). Ainsi, 


v& In m. (3.11.11) 


Si le profil initial de champ comprend m = 10% modes longitudi- 
naux, il devient possible d'après (3.11.11) l'apparition de crochets 
de fluctuations dont l'intensité est supérieure d'environ un ordre de 
grandeur à l'intensité moyenne du rayonnement. 

Remarquons que suivant (3.11.9) l'augmentation du nombre de 
modes m entraîne une diminution de l'intervalle de temps T, et donc 
une augmentation de la probabilité d'apparition de tels crochets. 
Il est important que dans ce cas doit augmenter la probabilité d'ap- 
parition de deux ou d’un plus grand nombre de tels crochets pendant 
la période du résonateur. Ceci signifie que l’augmentation du nombre 
de modes longitudinaux comporte en plus du côté positif encore un 
côté négatif ; ce dernier est lié à une diminution de la probabilité de 
l'autosynchronisation complète des modes. 

L'apparition d'impulsions courtes de grande puissance dans le 
profil initial de champ ne saurait bien sûr être interprétée comme 
effet d’autosynchronisation des modes. Le fait est que la partie 
principale de l'énergie du rayonnement est concentrée non pas dans 
les impulsions d'intensité maximale mais dans l’ensemble d'impul- 
sions moyennes. Âu cours de l’autosynchronisation des modes (qui 
s'effectue dans l'étape de l’éclaircissement du filtre saturable) le 
profil de champ subit une variation substantielle due à une redistri- 
bution de l’énergie: les impulsions faibles sont supprimées, alors 
que les impulsions intenses sont amplifiées (et se rétrécissent), v. 
fig. 3.61. 

Indice de non-linéarité. — Le degré de variation du profil de 
champ au cours de l'interaction entre le rayonnement et le filtre 
dans l’étape de l’éclaircissement de ce dernier dépend de la valeur 
de l'indice p appelé indice de non-linéarité et défini par la relation 


P—1=Var/lX — (Mn + 1h)] ; (3.11.12) 
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Comme il en résulte de (3.11.12), l'effet de variation du profil de 
champ peut être amplifiée, premièrement, par augmentation du coef- 
ficient de pertes non linéaires n,, et, deuxièmement, par réduction 
de la différence entre le gain d'amplification et le coefficient de 
pertes totales [x — (111 + n1)l. Les deux cas comportent une inter- 
prétation physique bien simple. Dans le premier cas, l’action du 
filtre au cours d’un seul trajet du rayonnement à travers le résonateur 
se renforce; on peut y arriver en augmentant la densité de centres 
absorbants et la section efficace de l'absorption résonnante. Dans le 
second cas, c’est le nombre de parcours entraînant une variation du 
profil de champ (autrement dit, de parcours provoquant l’éclaircisse- 
ment du filtre; nous les appellerons parcours utiles) qui augmente. 
Il est évident que le nombre de tels parcours sera d’autant plus petit 
que la surélévation du gain d'amplification %x par rapport à la somme 
des coefficients de pertes n,1 + n, Sera plus grande; lorsque cette 
surélévation est suffisamment grande, l’éclaircissement du filtre 
peut se produire au cours d’un seul trajet. Par conséquent, pour que 
le nombre de parcours utiles soit suffisamment grand, il est nécessaire 
de remplir la condition 


% > Gina + M). (3.11.13) 


Cette condition signifie que le régime de fonctionnement du laser 
doit être proche du régime de seuil. 

Pour des lasers à rubis et à néodyme les valeurs du paramètre p 
sont comprises environ entre 20 et 100 [111]. 

Transformation du profil de champ par suite de l’interaction du 
rayonnement avec le filtre dans l'étape de l’éclaircissement. — 
On montre (v. {111]) que le profil final de champ Z, (t), qui s’établit 
après l’éclaircissement total du filtre, est lie au profil initial Z,, (t) 
par la relation suivante: 


I, = const (/,,)°. (3.11.14} 


Si p = 1, le profil de champ ne varie pas; pour faire varier le profil 
il est nécessaire que p >> 1. Comme il a été dit plus haut, l’augmenta- 
tion de la différence (p — 1) doit renforcer l'effet de variation du 
profil du champ de rayonnement. 

Suivant (3.11.14) la variation du profil initial de champ lors de 
l'interaction du rayonnement avec le filtre dans l'étape de l’éclair- 
cissement s’efféctue dans deux directions. Premièrement, chaque 
crochet d’intensité dans le profil initial diminue en durée (se rétrécit) 
de Vp fois environ. On peut l’illustrer en considérant une impulsion 
de forme gaussienne: 


Lin (t)=constexp[—(t—4#,)2/til, (3.41.15) 
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où Tin est la durée initiale de l'impulsion. En introduisant (3.11.15) 
dans (3.11.14), on obtient 


I, (t) = constexp[— p(t—t,)? th] — 
— constexp[—(t—1,)°;—5]. (35.11.16) 


Il en résulte que la durée finale de l'impulsion t—; est V’p fois plus 
petite que la durée initiale: 


Tr = Gin/V P. (3.11.17) 


Remarquons que dans le langage spectral l'effet de rétrécissement 
des impulsions signifie l’apparition de nouvelles composantes spec- 
trales (). En d’autres termes, la réduction de la durée des crochets 
d’intensité du rayonnement, mentionnée plus haut, signifie une 
certaine augmentation de la largeur du spectre de fréquences. Cet 
élargissement du spectre compense le rétrécissement du spectre par 
sélection naturelle des modes longitudinaux qui se produit dans l'éta- 
pe du développement linéaire de l’oscillation. 

Deuxièmement si, dans le profil initial de champ, deux quelcon- 
ques des crochets d'intensité se caractérisent par un rapport Jir/lin, 
dans le profil final ce rapport devient (/;,/1;)P. Ainsi 


Re UE (3.11.18) 


Le résultat (3.11.18) découle de (3.11.14). 11 signifie qu’au cours de 
l'éclaircissement du filtre la différence d'intensité des crochets dans 
le profil initial de champ se trouve fortement renforcée (pour p > 1). 
Autrement dit, le filtre accentue réellement les crochets initiaux les 
plus intenses. 

Remarquons que de deux effets indiqués (effet de rétrécissement 
des crochets et effet d’accentuation des crochets plus intenses) c’est 
seulement le second qui peut être lié à la mise en concordance des 
phases des modes longitudinaux. On peut imaginer un modèle du 
laser dans lequel l’autosynchronisation des modes n’entraîne pas un 
élargissement du spectre [111]. Rappelons à ce propos la remarque 
faite plus haut que dans le cas de la synchronisation incomplète le 
rétrécissement de l'impulsion peut ne pas conduire à l’apparition 
de nouvelles composantes spectrales. 


Sur la possibilité de synchronisation des modes dans le cas de la génération 
du deuxième harmonique. — En principe. l'autosynchronisation des modes 
peut s’observer dans tout système qui réalise une transformation non linéaire 


(*) Cette remarque n’est valable que dans le cas où la relation (3.11.3a) 
est vérifiée, c'est-à-dire dans le cas de la synchronisation complète des modes. 
Si la durée de l'impulsion est beaucoup plus grande que l'inverse de la largeur 
du spectre de fréquences, le rétrécissement de l’impulsion ne conduit pas à l’appa- 
rition de nouvelles composantes spectrales. 
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du champ de rayonnement. En particulier, on peut utiliser la transformation de 
l'harmonique fondamental du rayonnement en deurième harmonique. Dans ce 
cas la relation (3.11.14) prend la forme 


Ir, 20 — const (Lin. a): (3.11.19) 


Dans le cas considéré p -: 2. Les expériences ont montré que l'émission du deu- 
xième harmonique d'un rayonnement de pompage non synchronisé est en réa- 
lité partiellement synchronisé. Pour obtenir la synchronisation du rayonnement 
à la fréquence fondamentale on peut utiliser la génération du deurième harmonique 
à l'intérieur du résonateur [134]. Cette méthode de synchronisation est basée sur 
l'existence à l’intérieur du résonateur de deux processus qui se déroulent simul- 
tanément : de la duplication de fréquence de l'harmonique fondamental et de la 
génération de la fréquence différentielle (égale à la différence entre la fréquence 
du deuxième harmonique et celle de l’harmonique fondamental). Dans ce cas on 
a 


Jr = const (7 ,n}°. (3.11.20) 


A la différence de (3.11.19). l'indice de non-linéarité a ici une valeur plus élevée: 
p = 3. Signalons aussi que Z,, et If se rapportent dans ce cas à l'harmonique 
fondamental du rayonnement. 

Des valeurs plus élevées (de l’ordre de 10 à 100) du paramètre p ne peuvent 
s'obtenir qu'à l’aide de filtres saturables. La méthode la plus efficace de réali- 
sation de l'autosynchronisation des modes est donc celle qui consiste à utiliser 
le phénomène d'éclaircissement du milieu dans des lasers à filtres saturables. 


Conditions d’autosynchronisation complète des modes. — Enon- 
çons les conditions dans lesquelles le profil final du champ de rayon- 
nement ne comporte, avec une probabilité suffisamment grande, 
qu une seule impulsion de forte intensité produite pendant la période 
du résonateur. Qualitativement ces conditions découlent de l'analyse 
qui précède. 

Üne première condition est que le filtre saturable doit presenter 
une faible inertie, c'est-à-dire qu'il doit « se fermer » assez vite tout 
de suite après le passage de l'impulsion intense. 

Une deuxième condition exige que la valeur de l'indice de non- 
linéarité p soit suffisamment grande. Rappelons que dans ce but il 
faut augmenter le coefficient de pertes non linéaires et faire fonction- 
ner le laser à un régime proche du régime de seuil. Plus grande est la 
valeur du paramètre p, plus hautes sont les propriétés sélectives du 
filtre (accentuation des impulsions intenses et suppression des impul- 
sions faibles), et évidemment plus probable est la situation lorsque 
le profil final de champ ne comporte qu’une seule impulsion par 
période du résonateur. 

Une troisième condition consiste en ce que le nombre de modes 
constituant le rayonnement interagissant avec le filtre ne doit pas 
être trop grand, sinon la probabilité d'apparition pendant la période 
du résonateur de plusieurs impulsions relativement intenses devient 
sensiblement plus grande. 

En plus de ces conditions principales il y a encore des conditions 
supplémentaires. C’est ainsi par exemple qu'il convient d’exclure 
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l'influence due aux effets d'entraînement de fréquence et d’autofoca- 
lisation du rayonnement. 

Une analyse quantitative des conditions d’autosynchronisation 
des modes longitudinaux est donnée dans [14]. Les résultats de cette 
analyse sont illustrés sur la fig. 3.63. Dans un plan (m. p), p étant 
l'indice de non-linéarité et m le nombre de modes à synchroniser, 
est tracée une courbe obtenue par calcul qui constitue la frontière 
entre la région 7 de synchronisation complète et la région 2 de 
synchronisation incomplète. On voit sur cette figure que la condition 
de croissance du paramètre p est plus critique que la condition de 
petitesse relative du nombre m. 


$ 3.12. DESCRIPTION TEMPORELLE 
DE LA SYNCHRONISATION ACTIVE 


DES MODES LONGITUDINAUX DANS UN LASER 
À RAIE AMPLIFICATRICE HOMOGÈNE (1) 


Enoncé du problème; principales hypothèses. — La synchronisa- 


tion active des modes longitudinaux dans des lasers à pompage en 
continu est généralement réalisée à l’aide de modulateur acousto- 


10? £ 


10 10? 105 P 
Fig. 3.63 Fig. 3.64 


optique (*. En supposant homogène la raie amplificatrice de l'élé- 
meut actif, donnons une description temporelle d'un tel régime d'os- 
cillation (112, 113, 135, 136]. 

Nous allons considérer la propagation d'une impulsion lumineuse 
ultracourte de forme gaussienne à l’intérieur d'un résonateur conte- 
nant un modulateur acousto-optique ; v. fig. 3.64 (1, l'élément actif ; 
2, le modulateur acousto-optique; 3, les miroirs du résonateur). 
L'impulsion lumineuse chemine, comme il est indiqué par les flèches, 
à partir d’un plan de référence P. En adoptant certaines hypothèses 


() Le présent paragraphe est rédigé en collaboration avec V. K. Novokre- 
tchenov. 

(*) Ici, on entend par modulateur un synchroniseur de modes. 11 diffère 
du modulateur de qualité ou déclencheur (interrupteur acousto-optique) décrit 
au $ 3.5: v. plus loin. 
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{v. plus loin), on peut calculer les paramètres de l’impulsion après 
qu'elle a traversé l'élément actif et le modulateur (en tenant compte 
des pertes). Par paramètres de l'impulsion nous entendons sa durée, 
sa puissance moyenne et son décalage dans le temps par rapport à 
l'instant correspondant aux pertes nulles dans le modulateur. Après 
avoir déterminé la différence de valeurs d’un paramètre quelconque 
pour l'impulsion finale (après un parcours aller et retour) et pour 
l'impulsion initiale et divisé cette différence par le temps du parcours 
aller et retour, on trouve la dérivée par rapport au temps de ce para- 
mètre [135]. En procédant de cette manière on peut obtenir un systè- 
me d'équations différentielles qui décrivent le processus d’établisse- 
ment du régime de synchronisation des modes. L'analyse de ce 
- système permet d'établir les domaines d'instabilité de ce régime [136]. 

La fig. 3.65 montre l'allure de la variation dans le temps des 
pertes introduites par le modulateur acousto-optique dans le résona- 
teur (courbe a (t)) et une série, développée dans le temps, d’impul- 
sions lumineuses ultracourtes émises par le laser (courbe £ (t)). Rap- 
pelons que le rayonnement de sortie du laser sous forme d’une série 
d'impulsions est formé du fait que l’énergie de l'impulsion intense 
qui effectue des parcours aller et retour à l’intérieur du résonateur 
est partiellement émise chaque fois que cette impulsion se réfléchit 
sur le miroir de sortie. Les désignations adoptées sur la fig. 3.65 
signifient : 7, la période de répétition des impulsions ou, autrement 
dit, la période du résonateur (le temps du parcours aller et retour 
dans le résonateur); 2f,. la fréquence de modulation des pertes; 
fm. la fréquence de la tension appliquée au modulateur (fréquence 
du signal de commande); At, le décalage temporel de l'impulsion 
par rapport à l'instant de pertes nulles. Lorsque le régime de syn- 
chronisation des modes s’établit, 1/2f, = T ; les conditions d'’oscil- 
lation optimales sont réalisées pour At = 0. 

Hypothèses principales: À) la largeur spectrale de l'impulsion est 
beaucoup plus petite que la largeur de la raie amplificatrice (v. 
fig. 3.66 où g (oœ) est le contour de la raie amplificatrice; £, (w), 
l'enveloppe du spectre de l’impulsion à l’entrée de l'élément actif; 
E, (w&). la même enveloppe à la sortie de l’élément actif); B) la 
durée de l’impulsion est beaucoup plus petite que la période de répé- 
tition des impulsions; C) les paramètres de l'impulsion varient 
faiblement pendant le temps de parcours aller et retour dans le 
résonateur. L'hypothèse (4) est importante pour l'analyse de la 
transformation de l'impulsion dans l’élément actif et l'hypothèse (B) 
dans le modulateur. Sans ces hypothèses, la forme gaussienne de l’im- 
pulsion effectuant des parcours aller et retour successifs dans le ré- 
sonateur ne serait pas conservée (D. L'hypothèse (C) est nécessaire 


(1) Ces hypothèses permettent d'arrêter au deuxième degré le développe- 
ment en série des fonctions g (w) et a (t), en négligeant les termes de degré supé- 
rieur, Ce qui assure justement la conservation de la forme gaussienne. 
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pour que le rapport de la différence de valeurs d’un paramètre des 
impulsions finale et initiale au temps du parcours aller et retour du 
résonateur soit égal assez exactement à la dérivée par rapport au 
temps de ce paramètre. 


2fm  : 


Fig. 3.65 Fig. 3.66 


Transformation d’une impulsion lumineuse par suite de son pas- 
sage à travers l’élément actif et le modulateur. — Représentons de 
même que dans [112] l'impulsion lumineuse initiale sous la forme 


E, (t) = (Æ5/2) exp (—at°) exp (iw;it), (3.12.1) 


où w, est la fréquence centrale du spectre de l'impulsion, et le para- 
mètre « détermine la durée tin, de l'impulsion et la largeur Afinp 
de son spectre: 


Timp = } 21n2 a : Afimo — ]/ 2@ In 2'x. (3.12.2) 


La transformation subie par l'impulsion lors de son passage à 
travers l'élément actif peut être considérée commodément dans l’espa- 
ce de fréquences en passant au préalable de la fonction £, (t) à son 
image de Fourier: 


E,(o)=F(E,()]= 
= (E,/2)V'r'aexp [— (o—w,)?'4a] (3.12.3) 


(l'opérateur F est celui de la transformation de Fourier). Après le 
parcours aller et retour à travers l'élément actif, l'impulsion lumi- 
neuse (désignons-la par Æ, (t)) se détermine par la relation 


Es (+) = F{g (o) F[E, (1)1}, (3.12.4) 
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où g (o) est le gain en amplitude par chaque parcours aller et retour 
dans l’élément actif (® ; il a pour expression 


glu)=exp{s/(1+2 ee) | (3.12.5) 


(w, est la fréquence centrale du contour de la raie amplificatrice et 
Aw la largeur du contour de la raie amplificatrice à demi-hauteur). 

Après le parcours aller et retour du modulateur, l’impulsion lu- 
mineuse (désignons-la par £, (t)) peut se présenter sous la forme 


E,(t) = E,(t)ja(t— B), (3.12.6) 


où B — 2g/Aw est le temps de retard dans l'élément actif, et la 
fonction a (t) qui décrit la variation en fonction du temps des pertes 
introduites par le modulateur a, dans l'hypothèse (B), une forme 
gaussienne 


a(t) =exp[ — (26, + 26,œ@mt + 26,.wnt°?)]- (3.12.7) 


Ici, ©m — 271/m, et les paramètres 6,, ô,. ô, s'expriment par l'effi- 
cacité de diffraction par traversée B du modulateur (que l’on appelle 
encore profondeur de modulation des pertes) par la relation 


Ô = Bsinp; ô, — Bsin 2; 6: = $ cos 2w, (3.12.8) 


où @ = rAt/T. Remarquons que les relations (3.12.8) ne sont vala- 
bles que si B est petit (B 1). 

Puis, tenons compte du retard de l'impulsion lors de sa propaga- 
tion dans l’espace libre, d’une part, et des pertes utiles et nuisibles 
par chaque parcours aller et retour du résonateur. d'autre part. Les 
pertes peuvent être prises en compte par le choix d’un coefficient 
de réflexion approprié À du miroir de sortie. On obtient finalement 


E, (t) = (1/2) In (A/R) E, (t — 2Lic), (3.12.9) 


où L est le chemin optique du résonateur. 

En introduisant (3.12.1) dans (3.12.4). ensuite (3.12.4) dans 
(3.12.6) et enfin (3.12.6) dans (3.12.9), on peut déterminer la forme 
de l'impulsion et sa position dans le temps après le parcours aller et 
retour tout le long du résonateur. En divisant la différence de para- 
mètres correspondants de l’impulsion finale (3.12.9) et de l’impulsion 
initiale (3.12.1) par le temps du parcours du résonateur, on trouve la 
dérivée par rapport au temps de ces paramètres. 


Système d’équations différentielles décrivant le processus d'établissement 
du régime de synchronisation des modes. — En effectuant la procédure dé- 


(*) Soulignons que le gain £g (w) diffère du gain x (w) utilisé au cours des 
paragraphes précédents. Ce dernier décrivait j'amplification en intensité et 
non en amplitude, en outre il se rapportait à l'unité de longucur de l'élément 
actif. 
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crite ci-dessus et en utilisant l'équation du bilan pour le gain d'amplification, on 
peut obtenir le système d'équations différentielles qui suit [136] «1): 


dk /dt = 202 —2h°A°z ; 

d@;dt -=pg-+A—(261/À); 

dl''at = T (4g—21n (1/R)— 800); 
de dt = ro — Se (1-51). 


(312.40). 


Ici, t = tm: K = (21n 2/72) (T/timp)°: go et g sont les valeurs initiale et satu- 
rée du gain d'amplification; / — P/P;. P et P, étant respectivement la puis- 
sance moyenne en régime de synchronisation des modes et le paramètre de satu- 
ration du milieu actif (représentant la puissance pour laquelle le gain d'amplifi- 
cation est réduit de moitié); p = 
— 4fn/Af, Af = Aof2n; Ets fn 1/7 
étant la probabilité de relaxation du 
niveau supérieur de la transition laser: 
A = 27 [(4Lfm/c) — 1] est le désaccord 
relatif de la fréquence du signal modu- 
lant. L'équation du bilan pour le gain 
d'amplification mentionnée plus haut est 
la quatrième équation du système (3.12.10) 
(cf. la deuxième équation du système 
(3.2.53)). 

En annulant les dérivées figurant 
dans (3.12.10), on obtient un système 
d'équations pour le régime stationnaire 
de synchronisation des modes. La fig. 
3.67 donne à titre indicatif les paramè- 
tres d'un laser YAG : Nd5* à synchronisa- 
tion des modes de type courant. Ces pa- 
ramètres sont représentés en fonction du 
désaccord x de fréquence du signal mo- 
dulant défini par la relation 


4 — (m = Îm opt (c/AL . Îm apt}. 


ou 
Je opt — [(4L/c) + In d'R)/aA/I-1 


Timo K, mpopt 


L'indice «opt » se rapporte au régime 4 2 0 2 4 
optimal de synchronisation des modes 
dans lequel l'impulsion lumineuse traver- Fig. 3.67 


se le modulateur à l'instant où les per- 
tes sont nulles. 

Le système (3.12.10) permet de déterminer les domaines d'instabilité du 
régime de synchronisation des modes par rapport aux petites perturbations par 
l'étude de la stabilité de sa solution stationnaire (2). L'équation caractéristique 


_. © Signalons qu'une tentative d'obtenir un pareil système d'équations a 
ête faite dans [135]. Mais l'hypothèse adoptée dans [135]. où l'amplification 
de l'élément actif est constante dans le temps, n'étant pas justifiée. le sys- 
téme d'équations obtenu dans [135] ne permet pas. à la différence du système 
É L de décrire correctement les domaines d'instabilité du régime con- 
siaere. 

(?) Rappelons à ce propos qu'une étude analogue a été effectuée au & 3.7. 
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du système (3.12.10) se présente sous la forme 


— 46,/K — P — 46; — 20/8 0 
201/K —46,/K—p LL 0 
| ; asp ee (eù 64241 


Pour mettre en évidence les domaines d'instabilité du régime considéré, il con- 
vient de déterminer les régions où la partie réelle de l’une au moins des racines 
de l'équation (3.12.11) est positive. Ces racines peuvent être présentées sous la 
forme p1.2 = 21 + ii. Pa.4 = Ze + iv». L'allure de la variation des fonctions 
21 (X), Te (X), U1 (4), Ua (X) pour un laser YAG: Nd5+ est montrée sur la fig. 
3.68. Les domaines de valeurs de y correspondant aux surfaces hachurées sous 


Fig. 3.68 


les courbes de x (4) sont des domaines d'instabilité du régime de synchronisation 
des modes. Comme on le voit sur la figure, les valeurs admissibles du désaccord 
x (pour lesquelles le régime de synchronisation des modes est stable par rapport 
aux perturbations) sont bien faibles. Ceci signifie qu’en pratique il est nécessai- 
re de stabiliser rigidement la fréquence du signal modulant et le chemin optique 
du résonateur ou avoir recours à des systèmes d'accord automatique. 

Indiquons des considérations d'ordre qualitatif qui expliquent l'apparition 
de domaines d'instabilité du régime de synchronisation des modes. Supposons 
que fm > /m opt. Dansce cas l'augmentation de /,, entraînera une croissance des 
pertes du fait que les impulsions traverseront le modulateur à des instants de 
plus en plus éloignés de l'instant où les pertes sont nulles (la valeur de ç augmen- 
tera). Il en résultera une diminution de fn opt et donc une croissance ultérieure du 
désaccord et du déphasage q. On voit que l'augmentation de f,, a pour effet de 
provoquer une diminution de fn spt (tout se passe comme si la fréquence fn opt 
ne restait pas sur place mais « glissait » vers le bas), ce qui augmente efficace- 
ment le désaccord. Cet effet correspond à la rétroaction interne positive qui con- 
duit à la perte de stabilité du régime de synchronisation des modes. Le rayonne- 
ment émis dans ce cas a la forme de picots chaotiques. 
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Pour fm < fmapt. le même micanisme correspond à la rétroaction négati- 
ve. Il semblerait qu'il devrait stabiliser le fonctionnement du laser. Pourtant on 
sait (v. {68]) qu'il existe un déphasage entre les petites variations des pertes et 
celles de l'amplification de l'élément actif. Ce déphasage dépend de la fréquence 
des variations et varie au voisinage de la fréquence de résonance d’une quantité 
proche de 180°. Il en résulte qu'aux fréquences voisines des fréquences de réso- 
nance, la rétroaction négative devient positive et conduit donc à l'instabilité 
du régime de synchronisation des modes. 


Remarques sur les synchroniseurs de phase (électro-optiques) 
et d'amplitude (acousto-optiques) des modes. — Historiquement, 
les premiers synchroniseurs de modes étaient des synchroniseurs de 
phase réalisés à base de cristaux électro-optiques. Dans ces synchro- 
niseurs, un champ variable à haute fréquence (voisine de la fréquence 
de battements intermodes) provoquait une modulation du retard de 
l'impulsion lumineuse ultracourte lors de son passage à travers le 
synchroniseur, ce qui correspondait à une modulation de phase de la 
succession d’impulsions. Actuellement, les synchroniseurs de phase 
sont à peu près généralement remplacés par des synchroniseurs 
acousto-optiques des modes qui assurent une modulation enr amplitude 
des pertes du résonateur à une fréquence voisine de la fréquence des 
battements intermodes [137]. 


Les avantages que les synchroniseurs d'amplitude offrent par rapport aux 
synchroniseur< de phase sont les suivants: leurs pertes sont plus faibles grâce 
à l'emploi de matériaux optiquement transparents; la fréquence de la tension 
d'alimentation est deux fois plus basse (grâce à l’utilisation d'une onde ultra- 
sonore stationnaire) ; la commodité d'adaptation dans la chaîne HF et une fai- 
ble tension d'alimentation (les tensions de commande sont près de 10 V dans les 
synchroniseurs d'amplitude des modes et près de 100 V dans Îles synchroniseurs de 
phase) : un échauffement peu sensible ; l'absence d’indétermination de phase de 
la succession d'impulsions. Signalons à propos de la dernière remarque que dans 
le cas de la synchronisation de phase, des perturbations même minimes peuvent 
provoquer l’inversion de la phase de la succession d'impulsions par rapport au 
signal modulant [112]. 


On sait que lors de la diffraction de la lumière par une onde 
ultrasonore progressive. la puissance ultrasonore apportée étant 
constante, le flux lumineux traversant ne subit pas de modulation 
en amplitude. Aussi, à la différence des modulateurs acousto-optiques 
de qualité de la cavité, utilise-t-on dans les synchroniseurs acousto- 
optiques des modes une onde ultrasonore stationnaire et non progres- 
sive. Lors de la diffraction de la lumière par une telle onde, le flux 
lumineux se trouve modulé en amplitude à une fréquence égale au 
double de la fréquence du signal modulant. 

On utilise dans les synchroniseurs acousto-optiques, de même 
que dans les modulateurs acousto-optiques de qualité, la diffraction 
de Bragg. Le rapport de l'intensité 7, de la lumière trensmise par le 
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synchroniseur à l'intensité 7, de la lumière incidente se présente 
sous la forme 


a l « 
= cost | + V/ 2Pa + M: sin (2afmt)]. (83.12.12) 


Cette relation rappelle la relation (3.5.8). La différence entre ces 
relations tient à ce que l'onde ultrasonore utilisée dans ce cas est 
stationnaire et non progressive. 

La vue générale d'un synchroniseur acousto-optique des modes est. 
montrée schématiquement sur la fig. 3.69. On y distingue: /, un 
convertisseur  piézo-électrique; 2, un 
prisme en quartz fondu; 3, le mouve- 
ment dirigé des impulsions lJumineu- 
ses. Les faces a et b du prisme sont 
parallèles l’une à l’autre (pour obtenir 
le régime d'onde stationnaire), tandis 
que les faces c et d font entre elles un 
petit angle (pour prévenir la sélection 
des modes longitudinaux). Le synchro- 
niseur acousto-optique est un élément 
optique placé à l’intérieur de la cavité 
résonnante d’un laser YAG: Nd°* pom- 

Fig. 3.69 pé en continu. Le gain d'amplification 

d'un tel laser étant petit, la valeur 

maximale admissible des pertes optiques dans le synchroniseur, 

compte tenu des revêtements en matériaux saturables, ne doit pas 
dépasser 0,5 à 1 ‘. 
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Le pompage en continu permet le fonctionnement du laser non 
seulement en régime d'oscillation continue mais également en im- 
pulsions, par exemple, en régime de modulation de qualité du réso- 
nrteur (avec une fréquence de répétition des impulsions lumineuses 
émises jusqu à 90 kHz); en régime de « coupure » de l'impulsion 
(f = 10 à 1000 KH7z) ; en régime de synchronisation des modes (f — 
— 100 à 900 MHz). La dynamique des processus inhérents au 
fonctionnement des lasers à pompage continu en régime de modula- 
tion de qualité et en régime de coupure de l'impulsion peut être 
étudiée d’une façon suffisamment complète en partant des équations 
du bilan moyennées sur la longueur du résonateur (autrement dit, 
des équations de vitesse). 

Fquations de vitesse. — Nous utiliserons le système d'équations 
de vitesse connu sous le nom de système d'équations de Statz et De 
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Mars (l'interprétation physique de ces équations a été donnée au 


$ 3.2): 
d\M/dt = kRoBMN — AIT ; 
: ; ; sd; } (8.13.1) 
dNldt = (N, — N\T, — BhowoBMN. 
Le terme AM/T entrant dans la première équation décrit la vitesse 
de décroissance, à l’intérieur du résonateur, du nombre de photons 
à la fréquence d'émission w. Mettons ce terme sous la forme 


MIT = (MIT) A +v+F). (3.13.2) 


Une telle représentation correspond à la subdivision des pertes du 
résonateur en trois groupes: les pertes passives dues à l’absorption du 
rayonnement sur des transitions autres que celles du laser ainsi qu'à 
la dispersion du rayonnement à travers la surface frontière latérale du 
résonateur (terme /T, dans (3.13.2)); b) les pertes de modulation 
ou les pertes commandées, liées à la modulation de qualité du résona- 
teur (terme Mw/T,);: c) les pertes déterminées par le genre de charge 
du résonateur (terme AfF/T,). Le paramètre 7, est la durée de vie 
du photon dans le résonateur, déterminée par les pertes passives. 
Soit t{, le temps mis par le rayonnement pour effectuer un parcours 
aller et retour dans le résonateur (c'est-à-dire la période du réso- 
nateur); alors le paramètre 


e = to Ty = 2Ln; (3.13.3) 


détermine la contribution des pertes passives par parcours aller et 
retour. Les fonctions Ÿ et F dépendent dans le cas général de la den- 
sité d'inversion de populations et de la densité de photons dans le ré- 
sonateur. 

Passons aux grandeurs adimensionnées : 
au temps réduit 


t = {/T, = élit; (3.13.4) 
à la densité normée d'inversion de populations 
n= h©oBTON = N/IN seu (3.13.5) 


(Vin est la valeur de seuil de la densité d’inversion de populations 
pour un résonateur dont les deux miroirs sont à réflexion totale), 
à la densité normée d'énergie du champ dans le résonateur à la fré- 
quence « 


u = BhoBT,M. (3.13.6) 


De plus, introduisons les désignations suivantes: 
(4 TT; , D = N,/Nseuti- (3.13.7) 
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En faisant usage des relations (3.13.4) à (3.13.7) et en tenant compte 
de (3.13.2), mettons le système d'équations (3.13.1) sous la forme 


du'drt=u(n—1)—uvd(r,n,u)—uF(r,n, u): 


(3.13.8) 


dn/dt=a(®—n#n)—un. 


Charges linéaire et non linéaire quadratique du résonateur. — Les 
pertes dépendant du genre de charge du résonateur se déterminent 
par le terme uF intervenant dans la première des équations (3.13.8). 
SiuF = u, on dit que la charge du résonateur est linéaire, si uF 
= u”, cette charge est dite non linéaire quadratique. 

La charge linéaire est due à la transparence 


T=1—R (3.13.9) 


du miroir de sortie du résonateur. La fonction F est donnée dans ce 
cas par la relation 


Si la transparence du miroir de sortie est suffisamment petite (T < 1), 
la relation (3.13.10) peut se mettre sous la forme 
Fein(i+T) ee, (3.13.11) 
Une charge non linéaire quadratique se réalise dans un laser à 
génération du deuxième harmonique à l'intérieur du résonateur (dans 
un tel laser, le cristal non linéaire dans lequel le rayonnement à la 
fréquence «w est transformé en rayonnement à la fréquence 2 est 
placé à l’int rieur du résonateur). Dans ces conditions, le deuxième 
harmonique uoit sortir librement du résonateur alors que le rayon- 
nement à la fréquence fondamentale doit être confiné dans le résona- 
teur (le miroir de sortie est totalement transparent pour le rayon- 
nement à la fréquence 2 et totalement réfléchissant pour le 
rayonnement à la fréquence w). Dans le cas considéré 


F = ru, (3.13.12) 


où r est le coefficient réduit de couplage non lineaire. 

En analysant, sur la base des équations (3.13.8), la dynamique 
des processus dans un laser à pompage en continu, commençons par 
examiner le cas général où le genre de charge (la forme de la fonc- 
tion F') n'est pas concrétisé. 

Puissance de sortie moyenne normée. — Supposons que le régime 
impulsif soit rigoureusement périodique (en d’autres termes, régulier 
ou établi). Désignons la période des fonctions 7 (t) et w (t) par v.. 
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En choisissant des instants Tin et Ts, Séparés par un intervalle de 
temps T,, on peut écrire 


n (tp) = n (tin) ü (ty) = u (tin) (3.13.13) 
et, comme corollaire, 
Tf T 
dn | dinn 

| — dt=0; | r d = (; 

Tin in 
r 
| x — (3.13.14) 

dt ° ue 


La valeur moyenne de la puissance normée du rayonnement de 
sortie se définit par la relation 


a 


f 
cpy=+ | uF(t, n, u) dx (3.13.15} 


Tin 


ou encore, compte tenu de la première équation (3.13.8) ainsi que 
de (3.13.14), par l’expression | 
T 
t 
(Py= | (un—u—wi) dr. (3.13.16) 
0 
Tin 


En faisant usage de la deuxième équation (3.13.8) et en tenant com- 
pte de (3.13.14), on obtient 


Tf Tf 
| udt=a | (+1 dt; (3.13.17a) 
Tin Tin 
Tr ‘t 
Ü undr=a| (D-—n)ar. (3.13.17b) 
tin Tr 


En introduisant (3.13.17) dans (3.13.16), on trouve 


. (3.13.18) 


Pour trouver la valeur marimale (P)},,, de la’ puissance moyenne 
du rayonnement de sortie, excluons les pertes par modulation (posons 
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1 = 0) et} déterminons la valeur de nr pour laquelle la fonction déri- 
vée ® — ®D/n — n + 1 s’annule. Cette valeur cherchée nr = n,1t 
s'exprime par 


ont =V ® (3.13.19) 

et donc 
(Phuas=a(V ®—1). (3.13.20) 
De ce qui précède*on peut conclure que la puissance moyenne du 


rayonnement atteint”’sa valeur maximale en régime stationnaire; 
dans ce cas le genre de charge du résonateur est sans importance. 


Fig. 3.170 


Pour les régimes impulsifs d’un laser à pompage continu, la relation 
(3.13.19) peut servir de critère de proximité du régime de fonction- 
nement optimal. 

Régime de modulation périodique de qualité (avec déclenche- 
ment instantané de qualité) [59]. — Ce régime est illustré par la 
fig. 3.70 qui représente les fonctions Q (x), n (t) et u (t) pour un 
cycle de durée 7,. Si le laser émet une série d’impulsions lumineuses 
se succédant à la fréquence f, alors t, — 1//7,. Au commencement du 
cycle, la valeur du coefficient de surtension du résonateur est infé- 
rieure à celle de seuil: Qrin < Qseun - Le laser n’oscille pas, alors 
que le pompage continu fait croître la fonction n (t) à partir de sa 
valeur initiale n (0) — rmin. Si le coefficient de surtension restait 
tout le temps inférieur à sa valeur de seuil, la fonction nr croissante 
tendrait asymptotiquement vers sa valeur limite égale à ®O. Or, 
à un certain instant T,, la qualité du résonateur subit une brusque 
augmentation et devient considérablement plus grande que sa valeur 
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de seuil. Nous supposerons pour simplifier que le coefficient de 
surtension varie d’une manière instantanée: ainsi 


Yo —=const pour O<LtT<T;; 


 (t) — 313.2 
Po 0 pour TLT< TV. Poe 
L'instant T7, est celui où commence la production d'une impulsion 
lumineuse qui passe par une étape du développement caractérisée par 
une croissance peu notable du champ uw à partir du bruit; désignons 
la durée de cette étape par tac. Sur la fig. 3.70, Taev — Te — Ti; 
l'instant T, sera déterminé par le maximum de la fonction n (t). 
L'étape du développement est suivie de l'étape de la génération 
proprement dite au cours de laquelle est émise une impulsion de 
durée Timp. Dans cette étape, la fonction » (t) décroît brusquement 
de sa valeur maximale nr = nm,. jusqu'à sa valeur initiale nn. 

Les valeurs typiques caractérisant ce régime de fonctionnement 
à f — 10 kHz sont: tac Ta & 1076 à 10-77 S, TimpTa = 1077 5, 
Tola = 10 Ÿs. Remarquons que dans le cas du pompage par impul- 
sions la durée de l’étape du développement est à peu près la même 
qu'avec le pompage en continu, alors que la durée de l'impulsion 
est nettement plus petite (tTimp7a Æ 108 5). 

Avant l'entrée en oscillation, c'est-à-dire pendant l'intervalle 
de temps de zéro à T,, la fonction nr (x) se définit par l'équation 


dn/dt = a (D — n), (3.13.22) 


qui découle de (3.13.8) pour u — 0. Cette équation est en fait valable 
pour l'intervalle de temps de zéro à t,. Sa solution est de la forme 


n (t) = D — (D — nn) eT. (3.13.23) 


La valeur maximale nr = n,, est atteinte pour t = t.. On peut 
admettre que d'une manière approchée elle est égale à la valeur 
de nr donnée par (3.13.23) pour t = t,: 


Rnaz = D—(D— nan) "270. (3.13.24) 


Dans l'intervalle de temps de t, à t,, la fonction n (t) se définit 
par l'équation 


dn/dt = —un. (3.13.25) 
Cette équation s'obtient à partir de (3.13.8) si l’on néglige, dans l’éta- 
pe relativement courte de l'émission de l’impulsion, tant l’action du 


pompage que celle de la relaxation des niveaux des transitions laser, 
c'est-à-dire si l’on peut poser a (D — n) << un. La solution de 


24—1345 
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l'équation (3.13.25), satisfaisant à la condition nr (te) = mar, Se 
présente sous la forme 


n(T)= npax EXP | — u (t) dt | ; (3.13.26) 


Dans l'étape de t = 0 à t = *,, la fonction uw (t) est voisine de zéro; 
l'expression (3.13.26) peut donc se mettre de façon approchée sous 
la forme 


n (T) = Rnax EXP [ — u (t) dr | : (3.13.27) 


0 


Puisque pour t = 7, la fonction n (t) doit reprendre sa valeur initia- 
le Rmin, Où peut écrire 


Nmax CXP | — u (t) dr | = (3.13.28) 
0 
En notant 


e-ato— À; exp [ — ( u (t) dt | = B. (3.13.29) 
l : 


récrivons (3.13.24) et (3.13.28) sous la forme 


Nmax = D — (D — Run) À; min = max 2. (3.13.30) 

On en tire 
Nmin = (1 — À) BD/(1 — AB); (3.13.31a) 
max —= (1 — À) D/(1 — 4B). (3.13.31b) 


En utilisant (3.13.16), où tin = 0, T = T,, écrivons l'expression 
pour l'énergie de l’impulsion de sortie 


To 


Ejnp =(P)T= | u (n—1) dt—C, (3.13.32) 


To 
C= | updr. (3.13.33) 
ù 
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En régime de modulation de qualité, à condition de son déclenche- 
ment instantané, on peut poser 


C=0 (3.13.34) 
puisque pour 0 <Tt<Ttonau = 0et pour t << T< Ton a Ÿ = 0. 
Compte tenu de (3.13.25), écrivons 
Te To 
\ un dt = — À _ dt=n(T)—n (To) = Raax— min. (38.13.35) 
0 To 
En utilisant (3.13.29), (3.13.31), (3.13.34) et (3.13.35), récrivons 
(3.13.32) sous la forme 


| Eimp — (1— A)(1—B) D; (1—AB)+InB Ê (3.13.36) 


I] n’est pas difficile de s'assurer que la fonction E;,»p (B) passe par le 
maximum pour 


=+(y/1+02-2 "2e, (3.13.37) 


où D — — VA. En se servant de (3.13.31) et (3.13.37) 


| Pimax min = Ÿ | (3.13.38) 


C’est cette relation qui exprime la condition de régime optimal d'os- 
cillation. 

Supposons que la fréquence de répétition des impulsions soit 
suffisamment élevée: 


fa ou, en d'autres termes, at, 1. (3.13.39) 


1 
VA 
on trouve 


Dans ce cas À & 1 — at,, D & at, et donc 
B, & (1 + ato) (1 — ato V D/2} & 1 — at, (VD — 1). 
Ainsi, 
B&1—(VD—1)<, (3.13.40) 


a” = a/T,. En introduisant (3.13.40) dans (3.13.36) et en posant 


où 
À — 1 — a’/f, on trouve 


E max = (Vo— 1) a/f. (3.13.41) 
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I1 en résulte que la valeur maximale de la puissance moyenne du 
rayonnement de sortie a pour expression 


(P }mas = Ema: fTa= a (VE —1Y. (3.13.42) 


Le résultat (3.13.42) coïncide avec le résultat (3.13.20) obtenu pour 
le régime d'’oscillation continue. Ainsi, lorsque les fréquences de 
répétition des impulsions sont suffisamment élevées (par exemple 
pour un laser à grenat dopé au néodyme ces fréquences ne doivent 
pas être inférieures à 5 kHz), la puissance moyenne du rayonnement 
d'un laser fonctionnant en impulsions avec modulation de qualité 
est pratiquement égale à la puissance que le même laser peut dévelop- 
per en régime continu. : 

En introduisant (3.13.40) dans (3.13.31) et en posant À = 1 — 
— a’/f, on trouve 


Riu = BV D=V D |! —(V&-1)<+ | : (3.13.43a) 


max — V ®. (3.13.43b) 
Lorsque f augmente, B,— 1 et donc 
Pma x = min = V D, (3.13.44) 


ce qui correspond à la valeur optimale de l'inversion de populations 
pour le fonctionnement en continu; v. |(3.13.19). 


Condition de stabilité du régime de modulation périodique de qualité [138, 
139]. — En passant à l'étude de la stabilité du régime considéré, supposons 
que la variation de la densité d'inversion de populations obéisse à une 
certaine loi 


n (To) = ? (nr (0)). (3.13.45) 
Si 
dn(to) /dn (0) < 1, (3.13.46) 


le régime est stable. Soit An (0) une certaine variation de La valeur initiale de 
l’inversion de populations qui entraîne une variation An (t,) de sa valeur fina- 
le; le régime est stable si An (to) << An (0). Si : 


dn (to)/dn (0) > 1, ‘(3.13.47) 


le régime est instable. L'instabilité du régime signifie dans le cas général une va- 
riation chaotique, d’une impulsion à l’autre, de l'amplitude et de la durée de 
l'impulsion ainsi que du temps de son développement, ce qui conduit en dernier 
ressort à l'instabilité de la puissance moyenne du rayonnement de sortie. En ré- 
gime instable, la structure des modes et le spectre de rayonnement sont en règle 
générale eux aussi instables. 

Récrivons (3.13.46) sous la forme 


[ dn (To) __ dn (to) dn(t:) J<t. 


an (0) — dn(t) dn(0) (3.13.48) 
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A partir de (3.13.30) on obtient (sans poser maintenant n (0) — n (to) — min) 
n (te) = D—[D— n(0)]4; n(to) = n(tT:) B.  (3.13.49) 

On en tire 
dn (to)/dn (t.) == B; dn (t.)/dn (0) = À. (3.13.50) 


En introduisant (3.13.50) dans (3.13.48), on obtient la condition de stabilité 
du régime d'oscillation sous la forme suivante: 


AB < 1. (3.13.51) 


Charge linéaire en régime de modulation de qualité. — Analy- 
sons le cas de la charge linéaire (charge déterminée par la transpa- 
rence 7 du miroir de sortie du résonateur). En faisant usage de 
(3.13.11) et en tenant compte de (3.13.21), récrivons le système 
(3.13.8) pour l'intervalle de temps +, << Tt << T, sous la forme 


du/dt=u(n—1—T/e), 


SE 
dn/dx = — un. (53.13.52) 


Pour 0 << t< 71, nous poserons u = 0. 

Remarquons que le temps de développement de l'impulsion 
lumineuse et sa durée dépendent de la surélévation de la valeur 
maximale d'’inversion nmax © 2 (T,) par rapport à sa valeur de 
seuil nécuu — 1 + T/e. Ïl est clair à partir des considérations géné- 
rales que pour ñm:; > feu, l'impulsion se développe rapidement 
et arrive à être émise complètement pendant l'intervalle de temps de 
T, à T.. Ce cas se présente dans le domaine des valeurs relativement 
peu élevées des fréquences de répétition f des impulsions (des longues 
périodes de modulations T,). Pour nmax > Pseuun l'impulsion se 
développe de façon relativement lente et donc peut ne pas arriver 
à être émise complètement pendant l'intervalle de temps to, — T:, 
de sorte que vers l'instant T,, où le coefficient de surtension décroît 
de nouveau, il reste dans le résonateur une énergie « non émise » 
du champ u (t). 

En portant la deuxième des équations (3.13.52) dans la première, 
on obtient 


dn T du = 
= — (1 +—) Dee (3.13.93) 


Intégrons cette dernière équation de t, à t.. Il vient 


To 


n(t)—n(r)= (15) À ue dr — [ne (ra) —u (r:)]. (8.13.54) 


T1 
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Vu que pour 0<T<Tu= 0, récrivons (3.13.54), compte tenu 
de (3.13.29), sous la forme 


n(t)—n(t)=—{1+<)inB+u(r) (83.13.55) 


(pour plus de généralité, nous posons ici u (to) = 0). Puis, tenons 
compte que B = nmin/fimax- Ainsi, 


Nmax — min = (1 + T/e) In (Rmas/Pmin) + U (To). (3.13.56) 


Cette relation établit la liaison entre ñnyin €t mas Obtenue par exa- 
men de l’étape de 7, à t,. En considérant l’étape de + = 0 à 7,;, 
on obtient encore une relation qui relie entre eux min et fmax 
(v. (3.13.24)) : . 
Nmin = [fimax — (1 — 4) OJ/A. (3.13.57) 


La fig. 3.71 montre l’allure de la variation de ñmin en fonction 
de max, déterminée par les relations (3.13.57) (droites Z et 2) 


et (3.13.56) (courbe 3). Les droites Z et 2 correspondent à des va- 
leurs différentes de la fréquence de répétition des impulsions: f,et fa 
(rappelons que À = e*’/?), de plus f, << f,. Signalons que tg «a, = 
— 1/A,, tg &, — 1/4, (&, et &, sont les angles d'inclinaison des 
droites Z et 2 respectivement). L'intersection de la droite Z et de la 
courbe 3 détermine un point J et l’intersection de la droite 2 et de la 
courbe 3 donne un point 77. Ces points correspondent au régime 
d'oscillation établi pour f = f, et f — f, respectivement. Au point Z 
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(basse fréquence de répétition des impulsions), rmin/fmas “< 1/4, et, 
en vertu de (3.13.51), le régime d'oscillation est stable. Au point Z7 
(fortes valeurs de f), f2min//imax > 1/42, le régime d’oscillation est 
donc instable. 

L’instabilité du régime pour de fortes valeurs de f s'explique 
par une émission incomplète de l'impulsion. Lorsque les fréquences 
de répétition des impulsions sont élevées (c’est-à-dire lorsque 7%, 
sont petits), l’inversion de populations n'arrive pas à croître pen- 
dant le temps T7, jusqu’à une valeur très supérieure à nu; il en 
résulte que le temps de développement de l'impulsion peut se trouver 
voisin de T, — T, et même excéder cet intervalle de temps. Dans un 
tel cas, le résonateur conserve vers l'instant t, un champ lumineux 
résiduel et son coefficient de surtension a une valeur considérable. 

Charge non linéaire quadratique en régime de modulation de 
qualité (59, 68, 139]. — Considérons maintenant le régime pério- 
dique de modulation de qualité dans un laser à pompage en continu 
à génération du deuxième harmonique à l’intérieur du résonateur 
(GDHIR). Supposons que le résonateur soit bloqué pour le rayonne- 
ment à la fréquence fondamentale alors que le rayonnement à la 
fréquence du deuxième harmonique sort librement du résonateur. 
En utilisant (3.13.12) et en tenant compte de (3.13.21), écrivons le 
système (3.13.8) dans l'intervalle t, << T << t, sous la forme 


du:dt-=u(n—1)—ru?; 


dn'dt : —un. F0 
Dans ce cas neuy — 1 (puisqu’à la fréquence fondamentale 7 = 0). 
L'expression (3.13.58) donne 
du/dn = (1 t ru — n)/n. (3.13.59) 
La solution de l’équation (3.15.59) se présente sous la forme 
u = mn! — an — $, (3.13.60) 
où 
_ 1 n (T1) , 1 |. …tŸ at Re 
mr | + |: à — 1=7r p=—. (3.13.61) 


La fonction u (n) passe par le maximum pour 


mr \1/(1-7r) 
= = 


L = fo. (3.13.62) 
Sa valeur maximale est 


Umas = (no —1yr. (3.13.63) 
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En posant u = O0 dans (3.13.60), on obtient l’équation pour la 
détermination de Ain: 


M (fmin) — Xrmin — B = 0. (3.13.64) 


Si nr (t,) > 1, la solution de cette équation est comprise dans l'inter- 
valle 


(7 — 1)/7 << min < 1. (3.13.65) 
Lorsque le coefficient de couplage non linéaire r augmente. l’inver- 
sion de populations tend vers l'unité. Calculons l'énergie de l’impul- 
sion de sortie pour r > 1, en utilisant à cet effet les relations (3.13.36) 
et (3.13.30) en y posant rmin — 1. 11 vient 
Eimp = (®— 1) (4 — A) — In [1 + (D — 1) (1 — À)]. 
(3.13.66) 


En faisant usage de (3.13.66), on peut trouver la puissance moyen- 
ne émise à la fréquence du deuxième harmonique (P) = EmpfTa. 


PHP or f/a° 
1-2 2 
2 

Q5 | 

H 
(I) La 
01 1 10 Ffa® 1 2 5 10 9 

a) b) 

Fig. 3.72 


L'allure de la variation de (P)/(P }mA1, en fonction de f/a’. la puis- 
sance (P }ma,, étant déterminée par la relation (3.13.42), est montrée 
sur la fig. 3.72, a [139]. La courbe Z a été obtenue pour D = 1,5, 
et la courbe 2, pour D — 10. La droite en traits interrompus cor- 
respond au régime optimal. On voit qu’une GDHIR efficace (en 
régime proche du régime optimal) n'est possible que dans un petit 
intervalle de fréquence f au voisinage de a’. La fréquence optimale 
f — f, pour laquelle la puissance du deuxième harmonique est 
maximale, peut être trouvée si l'on annule la dérivée de la fonction 
(P) (f). La courbe traduisant la variation de f./a° en fonction de D 
est montrée sur la fig. 3.72, b. 

Soulignons que, comme le montre la fig. 3.72, le régime de GDHIR 
ne peut s'approcher du régime optimal que lorsque les fréquences 
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de répétition des impulsions sont relativement basses. Pour de fortes 
valeurs de f, l'efficacité de la GDHIR accuse une baisse considé- 
rable. 


Ceci est facile à saisir si l’on examine la génération du deuxième harmonique 
dans un cristal nonlinéaire placé à l'extérieur du résonateur d'un laser à pompage 
continu fonctionnant en modulation de qualité. Pour de faibles f (inférieures à 


une certaine valeur /,) la puissance Pin de l'impulsion émise à la fréquence fon- 


damentale est partiquement constante, alors que la puissance moyenne (P°}) 
croît linéairement lorsque / augmente. Dans le domaine des f > /,, l’augmenta- 
tion de la fréquente de répétition des impulsions conduit à la diminution de 

imp ©t à une croissance plus lente de (P®). Pour des valeurs suffisamment gran- 
des de f, la puissance moyenne du rayonnement à la fréquence fondamentale de- 
vient pratiquement constante et égale à la puissance du laser en régime continu. 
Quant à l'énergie de l'impulsion, elle continue à diminuer, de même que la puis- 
sance impulsionnelle, lorsque la fréquence / augmente. 

2w 


La puissance de l'impulsion du deuxième harmonique PE se comporte, 


lorsque f augmente, de même que la puissance impulsionnelle à la fréquence fon- 
damentale: pour f < /, elle est constante et ensuite baisse. 11 importe de noter 
qu'en vertu du caractère quadratique de la transformation, cette chute est plus 
rapide que pour Île rayonnement à la fréquence fondamentale. C'est pour cette 


. . . . 9 
raison que pour f > f, la puissance moyenne du deuxième harmonique (P-°) 


commence à diminuer lorsque / augmente. 
Les courbes traduisant toutes ces variations dans le cas de la génération du 
deuxième harmonique en dehors de la cavité laser sont montrées sur la fig. 3.73. 


On y voit que le maximum de la fonction {P“®) (/) se situe dans le domaine 
de valeurs de /f voisines de /f,.Un tel maximum s’observe également en 
régime GDHIR. 


En dérivant rm, intervenant dans (3.13.64) par rapport à 
Minax — n (T;), on trouve 


F Alimin/A max | < 1 (3.13.67) 


et donc le régime GDHIR considéré est stable. Ce régime correspond 
à l'achèvement de l'émission de la totalité de l'impulsion car l'équa- 
tion (3.13.64) est obtenue pour u (0) = u (t,) = 0. 

SUPPoSOnS QUE max ‘> 1 et donc l'impulsion n'arrive pas à être 
émise totalement pendant le temps t, — T,. Dans ce cas, au lieu 
de l'équation (3.13.64) on obtient à partir de (3.13.60) l'équation 
suivante pour la détermination de nu: 


M (fin) + Emin — BP = 4 (To). (3.13.68) 


Ce cas est représenté par les courbes de la fie. 3.74 construites de la 
même manière que les courbes de la fig. 3.71. A la différence de la 
fig. 3.11 on n’a pris ici qu’une seule valeur de la fréquence de répéti- 
tion des impulsions. Cette valeur est suffisamment grande pour que 
l'impulsion n'arrive pas à être émise totalement. Les courbes Z, 2, 3 
de la fig. 3.74 traduisent la variation de #71, en fonction de Amax: 
définie par l’équation (3.13.68), pour différentes valeurs du para- 
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mètre r. La courbe J est obtenue pour r = 0, la courbe 2 pourr =r, 
et la courbe 3 pour r = r,, tels que r, << r,. A trois points d'’inter- 
section (7, ZI, III sur la figure) correspondent trois régimes d'oscil- 
lation. On voit qu'au fur et à mesure que r augmente, la pente de la 
tangente menée en point d'intersection à la courbe correspondante 


0 (1-A}b ® nn 


Fig. 3.73 Fig. 3.74 


diminue, de sorte qu'un régime qui est instable pour de faibles r 
peut devenir stable lorsque r sont suffisamment grands. 

Ainsi. si le régime d'émission incomplète de l'impulsion est 
toujours instable avec une charge linéaire, avec une charge non 
linéaire quadratique il peut devenir stable. En d’autres termes, à la 
différence d'un laser à charge lineaire, un laser fonctionnant en ré- 
gime GDHIR peut osciller de façon stable pour des valeurs relative- 
ment élevées de la fréquence de répétition des impulsions. 

Régime de « coupure de l’impulsion » [57, 139]. — Pour aug- 
menter f il est nécessaire que l’inversion de populations atteigne 
le plus vite sa valeur maximale et que le processus de développement 
de l'impulsion lumineuse à émettre se déroule plus rapidement. On 
peut y arriver si l’on maintient l'inversion de populations à un 
niveau relativement élevé. A cet effet, il suffit d'interrompre l'oscil- 
lation du laser en diminuant brusquement, à un certain instant, le 
coefficient de surtension de son résonateur. Un tel régime est appelé 
« régime de coupure de l'impulsion ». En ce régime, l'émission de 
l'impulsion est incomplète: outre une inversion de populations 
résiduelle, le résonateur conserve une certaine énergie lumineuse, 
ce qui réduit la durée de l’étape du développement de l'impulsion. 

Pour que le régime de coupure de l'impulsion soit stable, il faut 
utiliser une charge non linéaire quadratique, c'est-à-dire faire 
fonctionner le laser en régime GDHIR. La coupure de l'oscillation 
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en cas d’une charge linéaire conduit à une émission incomplète de 
l'impulsion, de sorte que le régime devient instable. 

Désignons par 7, l'instant de décrochage d'oscillation, c’est-à-dire 
l'instant où la qualité du résonateur tombe brusquement jusqu’à 
sa valeur minimale. Soit u, — u (t;) le champ dans le résonateur à 
l'instant t.. Dans le cas considéré, le terme C' figurant dans (3.13.32) 
ne peut plus être posé nul. Au lieu de (3.13.36) écrivons maintenant 

E imp pis + ]n B —u,. (35.13.69) 
L'instant t, de décrochage d'oscillation est choisi de telle sorte que 
le rapport entre in et fma, Soit Voisin de sa valeur optimale défi- 
nie par la relation (3.13.38). Dans ce cas la relation (3.13.43) donne 


Rnn © BoV OO: nmax El D. (3.13.70) 


Dans ces conditions, l'énergie de l'impulsion est proche de sa valeur 
maximale donnée par la relation (3.13.41). 

Le régime considéré doit satisfaire à la condition us  E imp: 
À cet effet, il suffit que 


r 


Ltimas ]< Eimp- (3.13.71) 

Signalons qu’en régime de coupure de l'impulsion à charge non 
linéaire quadratique les valeurs limites de la fréquence de répétition 
des impulsions, au-dessous desquelles le régime est stable, sont 
nettement supérieures (d’un ordre de grandeur) aux valeurs réalisées 
en régime de modulation de qualité à émission complète de l’impul- 
sion. Le temps de développement de l'impulsion est dans ce cas 
sensiblement plus court qu’en régime d'émission complète parce que 
l'inversion de population y est maintenue à un niveau considérable- 
ment supérieur au seuil. 

Régimes de modulation de charge [54, 55, 57], — L'analyse des 
régimes de fonctionnement en impulsions des lasers à pompage en 
continu serait incomplète si nous n'examinons, ne serait-ce que 
brièvement, les régimes de modulation de charge du résonateur. 
Nous allons considérer une charge linéaire et distinguer deux régi- 
mes : a) le régime de modulation profonde de charge et b) le regime de 
modulation faible. Ce dernier est encore appelé régime de décharge du 
résonateur (cavity-dumping). 

En cas de la modulation profonde de charge, le coefficient de 
réflexion À du miroir de sortie varie dans le temps de la façon sui- 
vante : 


O (cha en Circuit) pour 0 C1: 
| SE D SR nn 


1 (charge hors circuit) pour T4<T<T,. 
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Suivant la relation (3.13.10) ceci signifie que 
oo pour 0<LT<T;; 
Fe (8 pour T,LT< To. 
Dans le cas de la modulation faible toute la charge n'est pas mise 
en circuit : 
Rs (charge en circuit) pour 0O<T<7T;,; 
R- | 1 (charge hors circuit) pour t,<T< 7. 


(3.13.73) 


(3.13.74) 


Suivant la relation (3.13.10) ceci signifie que 
. — in nn pour O<LT<T;; 
0 pour TLT<T. 


Les régimes considérés sont illustrés par la fig. 3.75. Cette figure 
montre l'allure des variations des fonctions n (t) et u (t), où u (t) est 


(3.13.75) 
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Fig. 3.75 
le champ à l'intérieur du résonateur ; l'impulsion lumineuse sortant 


du résonateur dans chaque cycle est couverte de hachures. Les dé- 
signations utilisées sont : t,, le temps réduit de traversée aller-retour 
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du résonateur par le rayonnement ; t, (de même que t = 0), l'instant 
d'application de la charge; v,, l'instant de suppression de la charge. 

La fig. 3.75, a représente le régime de modulation profonde de 
charge pour des valeurs relativement basses de la fréquence de répé- 
tition des impulsions. Pendant l'intervalle de temps de t& = 0 à 7,, 
le laser n'oscille pas (le résonateur est inopérant), c'est la période de 
croissance de l’inversion de populations. A l'instant +, le résonateur 
se bloque et entre en oscillation ; au fur et à mesure que l’oscilla- 
tion se développe, l’inversion de populations diminue. À l'instant v, 
le résonateur s'ouvre entièrement de nouveau et émet pendant l’inter- 
valle de temps 7, toute l'énergie lumineuse accumulée durant le 
cycle. 

La fig. 3.795, b se rapporte au régime de modulation profonde de 
charge pour la valeur limite de la fréquence de répétition des impul- 
sions. À la différence du cas précédent, l’oscillation commence à se 
développer ici pour un niveau plus bas de l'inversion de populations, 
ce qui augmente la durée de l’étape du développement. 

La fig. 3.75, c représente le régime de modulation faible de charge 
(régime cavity-dumping). A l'instant t — 0, la charge est appliquée 
et le laser commence à émettre une impulsion lumineuse. À l'instant 
7, la charge est supprimée. Etant donné que l’ouverture du résona- 
teur n'est pas complète, toute l'énergie lumineuse accumulée ne peut 
pas en sortir pendant le temps 7T,. Dans le cas représenté sur la 
fig. 3.75, c le temps 7, est choisi égal au temps +,. Tout se passe com- 
me si l'impulsion lumineuse sortant du résonateur était coupée 
et une énergie u, non émise restait à l’intérieur du résonateur. Il en 
résulte que le développement de l'oscillation commence à l'instant 7—; 
mais non à partir du niveau de bruit (comme c'était le cas des fig. 
3.75, a et b) mais à partir d’un niveau plus élevé correspondant 
à l'énergie résiduelle u,. Ceci a pour résultat une réduction substan- 
tielle de la durée de l'étape du développement, ce qui permet d’éle- 
ver la fréquence limite de répétition des impulsions. 
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ANNEXE 1 
POLYNOMES D’HERMITE 


Forme différentielles des polynômes d’Hermite. — Développons la fonction 
H (zx, t) = exp (2rt — t?) en série entière au voisinage du point t = 0, il vient 


exp (2rt —{?) — > Hn (2) 2. (A.1.1) 
n=0 


Les coefficients H, (x) de ce nn sont les polynômes d'Hermite: 


Hn (z) = = — H (z, t)|, es" (A.1.2) 


La fonction H (x, t) est appellée fonction Po pour les polynômes d’Her- 
œite. Ecrivons cette fonction sous la forme 


H (zx, t) = 


=exp (2rt — 1°) = exp (7?) exp | — (r — t)*] = exp (x°) exp [ — (r + u)°] 
et portons-la . (A.1.2). Il vient 


_ — Hz, | 


= exp (x!) A = an °XP [—(z+u)*] 


Umm( 


=exp (7°) (—1) =rexp{—(z+u)]| 


m0 


Hn (x) = exp (z°) (— D" — 7 exp(—z2*) |- (A.1.3) 


Ecrivons quelques premiers polynômes: 


Ho(z)=1; Hi(zx)=2z; H,(z) = 4r° — 2; 
Hs(z) = 8x5 — 197; H,(z) = 16 xt — 481° + 12. 


Remarquons que H,, (— x) = (— 1)" H, (x). 
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Formules de récurrence. — Il résulte de (A.1.1) que 
] _ e Hn (x) -1 
0 Du) Peru 
n=0 


D'un autre côté, on a 


ô d 2 _ 
7 H=æ-7 exp (2rt t)—=2(z t) H (x, t). 
Ainsi, 
= H È Hn (x 
260 H@ me PE nn, (AAA) 
na=() n=0 


En identifiant les coefficients de t", on tire de (A.1.4) 


…. Hn Hni __ Hnu 
27 n! —2 (n—1)! n! 
ou encore 
| 272Hn—2nHn-1 = Hnu " (A.1.5) 
Puis, dérivons {/ (x, t) par rapport à z: 
O0 
) _ dHn t" 
46 din dr n!° 
n=0 
D'un autre côté, on a 
0 Ô 
ms = D ph mm 1 —= 9 
ce H = exp(2rt—t*)=21H (x, t). 
Par conséquent 
Le») O0 
Hn (x) dHn t" 
Du Med ni 
n=0 n--0 
En égalant les coefficients de t", on trouve 
2H, -/ (nr — 1)! = ({/n!) dH,/dx 
ou 
2nHn- =dH,/dz |. (A.1.6) 


Equation différentielle pour les polynômes d’Hermite. — Dérivons (A.1.5) 
par rapport à z, il vient 


dH 
— 7 -—2Hn+2r 


Fo (447 
Dérivons (A.1.6): 
2ndH, .s'dr = d°H,/dr®. (A.1.8) 
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Tenons compte que suivant (1.1.6) 


dHitildr = 2(n+1)H,. 


(A.1.9} 
En introduisant (A.1.8) et (4.1.9) dans (4.1.7), on obtient 


2 (n+1) Hn = 2Hn +27 ce  dHn 


= DE « (A.1.40} 
Ainsi, l'équation différentielle pour y = H, (x) est de la forme 


(A.1.11) 


Orthonormalité des polynômes d’Hermite. — Les polynômes ;d'Hermite 
sont orthonormés dans l'intervalle — + -< r < o. Montrons que 


Ï Hn (x) Hyn (x) eXp (— 2°) dr = Va 2" n!6nm |. 
— 00 


(A.1.12) 


(ônm = 1 Pour nr = m: 6, — 0 pour n # m). À cet effet, considérons 


x 


YN=(—1)r | Hn (9) + 


=D Hana 


EXP (—x°) dr = 


%D 
_ n=1 — exp (— x) + 


N 


din dl ee 


de dei de 
En effectuant m fois l'intégration par parties, on trouve 

bd d"H dn-m : 
N=(— 17m À — Em gui CXP (— 2°) dr. 


oo 
œ 
=(—0" | LL LATE 
| —-œo 


O0 


La dérivée dmH,,/drm est facile à trouver 
= 2m Hm 1: 


(A.1.13) 


dm 
EH = 2m = LE —Dme2 (m—1) Ho: 
SH ÿ dif en] 
as m2 (mt) TE = Pom (m— 1) (m — 2) Hs: 
dmH ne 
RE = 2m (m — À) (m — 2) 


21: Ho =2mml (A.1.14) 
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En introduisant (4.1.14) dans (A.1.13), on obtient 


00 
N=(—1)rtmrun! À 


nm 


dzn-m 


exp (—z°) dr. (A4.45) 


Pour n > m, l'intégrale au second membre de l'égalité (A.1.15) s’annule. Pour 


n = m, cette intégrale se transforme en intégrale de Poisson | exp (—r°) dr = 


= V1. Ainsi l'égalité (A. 1. 12) est démontrée. 
Polynômes d’Hermite modifiés (polynomes d’Hermite-Gauss). — Ces po- 
lynômes sont définis par la relation suivante: 


L (A.1.16) 


bn (= (nl 3/2)" Hn (x) exp (— 72,2) 


En faisant usage de (A.1.12), il n’est pas difficile de démontrer que 


| Yn (z) Ÿm (x) dr = Ônm |. (A.1.17) 


En dérivant deux fois la relation différentielle (A.1.16), on obtient 


Aa = (2nn! Val exp (—-+) x 
.[ dH dH . 
x 2e + (at — 1) Ha | ; 


En utilisant (A.1.10), on en tire 


de = (2nl Va)-1"2 exp ( —+) (G°—1—2n) Hn 
ou 
ne =(2?—{1—2n) Ÿne. 


Ainsi l'équation différentielle pour y = Ÿ, (x) est de la forme 


+ (nti-a)n=0|, (A.1.18) 
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ANNEXE 2 


FAISCEAU GAUSSIEN DANS L'ESPACE LIBRE 


En supposant que les effets d'ouverture des miroirs ne se manifestent pas, 
posons (v. (2.7.7)) u (rx, y, =) = v(r, z)v (y, z), où 


v(&, )=VET | expl—(E/p)+i(r/hc)(z—Et)] dE,  (A.2.4) 
B (z) = — i (A/À:) exp (i2xz/à). 


Mettons (A.2.1) sous la forme 
v(e = VBE | expl—(a5+0)+e] dë, (A.2.2) 


où, comme il est facile de s’en assurer, 


a (2)= V1— 1 (npÿ/À2)/Po: 

HPoZ 1 i(npé/À:) 11/2. 
Az | 1+(npé/Àc)? 

nz/hz .  (Pn/À2)© 

TE Gp) 1 (npg/ à) ” 


br, =) = i 


C (x, 2) = 
En introduisant dans (4.2.2) la variable d'intégration + = aë +{b, on obtien 
v(z, :)=[VB (:);a (z)lexp [ce (z, :)] Î eat= 


=expl{c(x, :)] 47 (z) /a (2). 
Ainsi, 
u (x, U, 5) = exp [c (x, 2) + c (y, z)] aB (z)/a° (2). 
En y introduisant les expressions indiquées plus haut pour B (2), a (z}),”c (x, =) 


(l'expression de c (y, :) est la même que celle de c (x, :) à condition de remplace 
z par y), on obtient le résultat (2.7.8). 


ANNEXE 3 


ONDES SPHÉRIQUES STABLE ET INSTABLE 
DANS UN RÉSONATEUR INSTABLE 
Soit R une solution de l'équation (2.10.20a). Cette équation se présente sous 
la forme 
R = (AR + B)/(CR + D). (4.3.1) 


ANNEXE 6. MATRICES DE JONES 393 


Ajoutons à R une petite perturbation AR. Par suite d’une traversée aller-re- 
tour du résonateur la perturbation initiale AR se transforme en perturbation 
6R définie par la relation 


A(R+AR)+B 
CR+AR+TD 1 +ôR (A.3.2) 
Si|ôR|<]|AR | , ceci signifie que la perturbation s’évanouit au fur et à mesu- 


re que le rayonnement traverse le résonateur ; la solution R de l'équation (A.3.1) 


est donc stable. Pour | ÔR| >] AR], la perturbation au contraire s’accroit, 
ce qui témoigne de l'instabilité de cette solution. 
Transformons (A.3.2); 


R+ôR= (ES + 2er )/(1+c8S ]- 


En utilisant (A.3.1) et en tenant compte que CAR < (CR + D), on en tire 
A AR CAR A—CR 
RER A (RE RD) (1 TRE D) A+ CRE D) 48. 
Ainsi, 
ôR/AR = (A — CR)/(CR + D). 
On sait que l'équation (A.3.1) possède deux solutions: 


R=- 9e (4—D + VAT DA]. (A.3.4) 


Le signe supérieur se rapporte à la solution (2.10.22a), et le signe inférieur à la 


solution (2.10, 22b). En faisant usage de (A.3.4), mettons le second membre de la 
relation (A.3.3) sous la forme suivante : 


A—CR __(A+D)+F V(A+D)—4 
CR+D (A+ D)+ V(AFD}—4 : 
Si A+D)>2,on a 
(A+D)— V(A+D}—4 _, (4+D)+ VAHD}—4 
(4+D)+ VA+D}—4 (A+D)— VIAFD}—4 


(A.3.3) 


Ceci signifie que pour (4 + D) > 2 la solution (2.10.22a) est stable et la solu- 
tion (2.10.22b) est instable. 


Pour (4 + D) << — 2, c’est la situation inverse qui a lieu. 


ANNEXE 4 


MATRICES DE JONES 


L'état de polarisation d’une onde lumineuse polarisée se décrit par un vec- 


teurà deux composantes de Jones: | ] , où E, et E,, sont les composantes du vec- 


Le Q , y e . , . 
teur champ électrique de l’onde. En introduisant l'amplitude et la phace-de 
26—01345 PCR 


‘ 
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A e°x 
l'onde, récrivons le vecteur de Jones sous la orme | | | . Pour une lumière 
Age ? 
polarisée rectilignement : @, = gs: | : 
Supposons qu’un certain élément optique (polariseur, lame biréfringente, 


’ 


_— ne : . . f E 
etc.) modifie la polarisation de l'onde lumineuse. Soit er | le nouveau vecteur 


nn £ CE . ÿ “ee 
de Jones. Il peut être exprimé par l'intermédiaire du vecteur initial de Jones de 


E 
la façon suivante: ")= a) 2. , Où ee | est la matrice de 
E ayxayy/ \Ey ayxayy 
Jones qui décrit l'élément optique considéré. 
Si l’onde lumineuse traverse successivement, l’un après l’autre, plusieurs 
éléments optiques, la matrice résultante de Jones peut s'exprimer par le produit 


Fig. À.4.1 


des matrices partielles correspondantes, écrites dans l’ordre inverse de celui 
dans lequel l'onde traverse les éléments. 

Pour un polariseur linéaire dont le plan de transparence passe par les axes 
z et x (l'axe z étant la direction de propagation de l'onde), la matrice de Jones 


10 ; 

0 ui , et pour un polariseur, dont le plan de transparence 
00 

se confond avec le plan yz, elle est M, = ss ] . 

Pour trouver la matrice de Jones d’un polariseur dont le plan de polarisation 
fait un angle & avec le plan zz, voyons tout d’abord comment se transforme le 
vecteur de Jones lorsqu'on passe du système d'’axes x et y à un système d'axes 
z’ et y’ tourné de l'angle & par rapport au système unitial. Pour simplifier, con- 
sidérons une lumière polarisée rectilignement. La fig. A.4.1, «a montre les pro- 
jections du vecteur E tant sur les axes z et y que sur les axes x’ et y’. L'examen 
de cette figure montre que 


est de la forme M, — ( 


Ex =E; cos a+tE, sina; Ey =— E,;sina+E, cos a. 


E,, cosa sinœ\ /Ex 
E,, 4. se (e.). 


Ainsi, 
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—Sinœ@œ COS 


est la matrice de passage du vecteur de Jones au système d’axes tourné d’un 
angle & par rapport au système initial. 

Si le plan de transparence du polariseur fait l'angle & avec le plan zz, la 
matrice de Jones se présente sous la forme 


1 0 


za = M ( 9 (60) (a) 
_ cos —sina\ /10 cos & sin & ” 
: 6. ee) (o o) ms un 


cos? & cos & Sin & 
Fe sin? ]. 


Ici, on commence par ramener le vecteur de Jones aux axes du polariseur, puis 
on tient compte de l’action du polariseur et enfin on revient aux axes initiaux. 

Supposons que l'onde lumineuse passe à travers une lame biréfringente 
d'épaisseur d, l’axe x étant confondu avec l’axe optique de la lame (fig. A.4.1,b). 
Désignons par n. l’indice de réfraction de l'onde extraordinaire et par n, celui de 
l'onde ordinaire. L'onde extraordinaire est polarisée suivant l'axe x et l'onde or- 
dinaire suivant l’axe y. La traversée de la lame donnera à la phase de la compo- 
sante z du vecteur de Jones (phase de l'onde extraordinaire) un accroissement 
Pe = wned/c et à la phase de la composante y (phase de l’onde ordinaire) un 
accroissement @s — @nod/c. On peut donc écrire 


E: iPe 0 E, 
(&)=( _. | ré 


exp (iPe) 0 
0 exp (iPo) | 


est la matrice de Jones pour une lame biréfringente orientée de telle sorte que 
son axe optique se confond avec l’axe x. 

Si l’axe optique de la lame fait un angle & avec l'axe 7, il convient de ra- 
mener le vecteur de Jones au système d’axes tournés de l’angle & par rapport au 
système initial et, après le passage à travers la lame, revenir aux axes initiaux. 
La matrice de Jones est donnée dans ce cas par le produit des matrices : 

M (—a)M (p) M (a). 


La matrice 


M (p)= | 
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POINTS SINGULIERS D'UN SYSTÈME DYNAMIQUE 
À DEUX DIMENSIONS 
Supposons qu'un système dynamique se décrit par un système non linéaire 
de deux équations différentielles 
dm/dt=Fi(m, n); } 


dn/dt=®(m, n), (A.5.1) 
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où m(t)etn (D sont des fonctions du temps *T constituant les paramètres du 
système considéré. 


Soient m — mA et n — n4 les coordonnées d'un des points singuliers du 
systeme. En considérant le voisinage de ce point singulier, posons 


mt = matp(t);, n(D=n4 + v (Tr), (A.5.2) 


où ls et v sont des quantités du premier ordre de petitesse. En introduisant 
(A.5.2) dans (A.5.1) et en ne gardant que les termes du premier ordre de petites- 


se, on obtient au lieu de (A.5.1), le système d'équations linéaire suivant: 
du/dt —au+bv; 
dv/dt = cu—+ dv. } 


Cherchons la solution p (t) (de façon analogue v (t)) deïce système sous la for- 
me 


(A.5.3) 


pu (t) = C1 exp (p1t) + Ca EXP (pe T), 
où p. et p. sont les racines de l'équation caractéristique 
p° — p(a + d) + (ad — bc) = (0. (4.5.4) 


Six situations qualitativement différentes peuvent se présenter qui corres- 
pondent à six différents types de points singuliers. La fig. A.5.1 montre les vues 
des portraits de phase au voisinage de ces points: 

— la fig. A.5.1, a correspond au point singulier du type d’un nœud stable 
(dans ce cas les racines p, et p. sont réelles et négatives); 

— Ja fig. A.5.1, b correspond au point singulier du type d'un nœud instable 
(les racines p, et p, sont réelles et positives); 

— Ja fig. A.5.14, c correspond au point singulier du type d'un col (les raci- 
nes p, et p. sont réelles et de signes opposés) ; 

— la fig. A.5.1, d correspond au point singulier du type d’un foyer stable 
(les racines p, et p, sont complexes à parties réelles négatives) ; 

— Ja fig. A.5.1, e correspond au point singulier du type d'un foyer instable 
(les racines p, et p, sont complexes à parties réelles positives); 
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— la fig. A.5.1, f correspond au point singulier du type d'un centre (les 
racines p, et p. sont imaginaires). 

Sur les fig. A.5.1, a et d, l’état du système représenté par le point singulier 
est stable: tout écart du système de cet état le conduit sur une trajectoire de pha- 
se qui fait revenir inévitablement le système à son état initial. Sur les fig. A.5.1, 
b, cet e. l'état du système représenté par le point singulier est au contraire 
instable : tout écart même minime place le système sur une trajectoire qui l'éloi- 
gne davantage de son état initial. Dans le cas de la fig. A.5.1, f. on peut dire 
que l’état représenté par le point singulier est stable en ce sens que des perturba- 
tions suffisamment petites mettent le système sur l’une des trajectoires de phase 
se trouvant au voisinage de l'état initial. 


INDEX 


ABCD, loi d’' 154, 167, 178 
Absorption résonnante, coefficient d’ 
310 
Autofocalisation de la lumière 338 
Autosynchronisation des modes 244, 
335, 347 
— — complète 356 


Cavité (s) résonnante (s) active 93, 202 

— — anisotrope 193 

— —, coefficient de surtension de 106 

— — concentrique 106 

— — confocale 104, 106, 131, 136, 
169, 171, 173 

— — couplées 191 

— — à deux miroirs plans et paral- 
lèles 104, 106 

— — à diaphragme 140 

— — équivalentes 135, 171 

— — à guide d'ondes 95, 210 

— — instable 99, 111, 173, 176, 181, 
185 

— — non sélective 333 

— — non stationnaire 279 

— — optique 79, 90 

— — ouverte 95, 97, 108, 121 

— — passive 93, 105 

— — sélective 34 

— — semi-concentrique 106 

— — semi-confocale 106 

— — stable 111, 160 


Dépeuplement de niveaux 12, 70 


Eclaircissement d’un milieu 308 

Effet POCKELS 287 

Elargissement, coefficient d’ 176, 177 

— homogène 196 

— inhomogène 196, 203 

Equation(s) du bilan 22, 251, 253, 255, 
279, 297, 324 

— de FOX-LI 126 

— de STATZ et DE MARS 257, 262 


Filtre absorbant 189 

— saturable 240, 308, 338 

FOX-LI, équation de 126 

Fréquence(s), effet d'entrainement de 
94, 200 

— de résonance 86, 166 

FRESNEL, nombre de 103, 104 

—, nombre équivalent de 185 


Gain d'amplification 7, 79 

— — initial, 81, 83 

— —, saturation de 79, 94 
Géométrique, approximation 106 


Impulsion géante 238, 295, 301, 303, 
321 

Intégrale de KIRCHHOFF-HUY- 
GENS 124 


INDEX 399 


Inversion de populations du milieu 
actif 7, 10 


JONES, matrice de 194, 393 
—, vecteur de 193, 393 


KERR, phénomène de 287 
KIPRCHHOFF-HUYGENS, intégrale 
de 124 


Laser à argon 42 

— chimique 60, 66 

— collisionnel 16 

— à colorant 30 

— à couches minces, 216 

— à électro-ionisation 51 

— à filtre saturable 308, 312, 321 

— à fluor-hydrogène 64 

— à gaz 13. 36 

— — carbonique 47, 57 

— — — à pompage par électro-ioni- 
sation 53 

— — comprimé 52 

— — dynamique 55 

— — ionisé 14, 39 

— à grenat d'yttrium-aluminium acti- 
vé au néodyme 27 

— à hélium-néon 45 

— à iode 38 

— à liquide 13 

— moléculaire 14, 40 

— à molécules excimères 18, 75 

— photochimique 38 

— à photodissociation 38 

— à plasma 66 

— — chimique 74 

— — dynamique 73 

— — pulsé 71 

— à rétroaction distribuée à couche 
mince 227 

— à rubis 26 

— à semi-conducteur 13 


Laser à solide 13, 19, 23 

— à sulfure de carbone 65 

— à transitions atomiques 40 

— à vapeur de cuivre 46 

Lentille thermique, effet de 94, 203, 
206, 208 


Mode(s) axial, 89 

—, compétition entre 94 
— fondamental 90 

— longitudinal 89 

— transverse 89, 127 
Modulation de charge 234 
— des pertes utiles 294 
— de qualité 234 

— — active 286, 328 
— — combinée 328 

— — périodique 285 

— — spatiale 244 


Niveaux de la transition laser 25, 33 
Nombre de FRESNEL 103, 104 

— — équivalent 185 

Non-linéarité, indice de 353 

—, paramètre de 79 


Pertes par diffusion 99, 102, 166 
— nuisibles 81 

— utiles 80, 85 

Phénomène de KERR 287 
Photo-élastique, effet 290 
Picot 236 

Pile-laser 73 

POCK ELS, effet 287 

Pompage chimique 12, 60 

— par décharge 39 

— par électro-ionisation 12, 53 
— par impulsions 32 

— optique 11, 19, 24 

— — à bande étroite 30 

— — cohérent 20, 32 

— — continu 32 


400 


INDEX 


Pompage optique incohérent 20, 33 
— — à large bande 37 Se 
— par recombinaison 12, 66 

— thermique 55 

—, vitesse de 22, 82 


Régime de décharge (cavity-dumping) 
245 

— relaxé 235 

Rendement quantique 8 

Résonateur, voir cavité résonnante 

Rétroaction distribuée 226 


Schéma en cascade 25 
— à deux niveaux 21 


Schéma à quatre niveaux 8, 29, 
262 


Schéma à trois niveaux 22, 254, 257, 
260 

Sélection angulaire 187 

— par fréquence 187, 188, 195 

— des modes longitudinaux 190, 329 

STATZ et DE MARS, équations de 
257, 262 

Synchronisation des modes active 334, 
357 

— — combinée 337 

— — complète 344, 351 

— — longitudinaux 242. 244, 330 

— — passive 335, 347 

— — transverses 244 


Tracé de luminescence 343 
Transition autolimitée 17, 46 
Trou, effet de formation de 94, 198 


TABLE DES MATIÈRES 


PÉGTACR NT LS LE SOS DU De AUD dr de cn res 5 


Chapitre premier. PROCÉDÉS DE RÉALISATION DE L’'INVERSION DE 
POPULATIONS DU MILIEU ACTIF 


S 1:41. Généralités: Le SSL au ee sen Des à Aux 


Inversion de populations du milieu actif comme condition nécessaire d'o- 
scillation laser (7). Rendement quantique et rendement énergétique d’un 
laser (8). Condition d'inversion de populations pour un modèle à quatre 
niveaux (pompage stationnaire) (9). Principes généraux de réalisation de 
l’inversion de populations (10). Mécanismes de peuplement des niveaux 
(mécanismes d’excitation) (41). Mécanismes du dépeuplement des niveaux 
(mécanismes de la relaxation) (12). Classification des lasers selon différents 
modes de pompage (13). Quelques problèmes posés par le fonctionnement 
en continu, lasers collisionnels (14). Avantages du pompage impulsionnel ; 
oscillation sur les transitions autolimitées (17). Lasers à molécules 
« éclatantes » (18). 


$ 1.2. Pompage optique. Lasers à solides . . . . . . . . . . . . 19 


Traits spécifiques au pompage optique (19). Conditions de réalisation de 
l'inversion de populations stationnaire par le pompage optique (21). La- 
sers à solides: problèmes de la réalisation du pompage optique. schémas 
de travail des lasers (23). Lasers à rubis (26). Laser à grenat d’yttrium- 
aluminium activé au néodyme (27). Pompage optique au moyen d’un laser 
à semi-conducteur ou d’une diode luminescente (3%). 


$ 1.3. Lasers à colorants organiques . . . . . . . . . . . . . . 3) 


Colorants organiques (31). Pompage optique des lasers à colorants (32). 
Schéma des niveaux énergétiques et transitions principales (33). 
Changement de longueur d'onde émise; cavités optiques sélectives (34). 
ne de l'extension de gamme de changement de longueur d'onde émi- 
se (36). 
$ 1.4 Lasers à gaz à pompage optique à large bande . . . . . . . 36 

Problème du pompage DpqrE des milieux actifs gazeux (36). Possibilité 
de pompage optique à large bande dans les gaz; lasers à photodissociation 


(37). Laser à iode à photodissociation (38). Problème de la conversion di- 
recte de l'énergie solaire en rayonnement laser (39). 


$ 1.5. Pompage avec utilisation d'un décharge électrique auto-en- 
tretenue dans des gaz raréfiés . . . . . . . . . . . . . 39 
Types de lasers à pompage par décharge (39). Décharges électriques utilisées _—— 
dans les lasers à pompage par décharge (40). Laser à argon ionisé (42). Mé. 1" 


«1 1 


402 TABLE DES MATIÈRES 


<anisme d'établissement d’une inversion de populations dans un laser à 
argon ionisé (43). Laser à hélium-néon; mécanisme de réalisation d’une 
inversion de populations (45). Laser à vapeur de cuivre (46). Laser mo- 
léculaire à gaz carbonique (laser à CO) (47). Mécanisme d'établissement 
de l’inversion de populations dans un laser à CO, (48). 

$& 1.6. Lasers à électro-ionisation . . . . . . DD do 4 
Problème de l'élévation de la pression dans les lasers à gaz (51). Méthode 
de pompage par électro-ionisation des lasers à gaz à haute pression (52). 
Laser à CO. à pompage par électro-ionisation (53). Utilisation de diffé- 
rents milieux actifs (54). Procédés d'’ionisation (54). 


$ 1.7. Lasers à gaz dynamiques (pompage thermique) . . . . . . 
Méthodes thermiques de réalisation d’une inversion de populations (55). 


Laser à gaz carbonique dynamique (56). Mécanisme d'établissement de * 


l’inversion de ROPAENORS dans un laser à gaz carbonique dynamique (57). 
Moyens d’amé 


$ 1.8. Lasers à pompage chimique . . . . . . . 5 d'est re 
Réactions chimiques; initiation et accélérations des réactions (61). Réac- 
tions chimiques en chaîne ; longueurs chimiques et laser de la chaîne (62). 
Lasers à réalisation directe et indirecte de l’inversion de populations (63). 
Laser chimique à fluor-hydrogène à réalisation indirecte de l’inversion de 
populations (64). Lasers chimiques à sulfure de carbone (lasers chimiques 
à CO) (65). Lasers chimiques à transitions électroniques des molécules (66). 


$ 1.9. Lasers à plasma (pompage par recombinaison) . . .« « . . 


Plasma en recombinaison considéré comme un milieu actif laser (66). 
Problèmes fondamentaux de la réalisation d’un laser à plasma en recom- 
binaison (68). Modèle à deux niveaux + ouvert » d’un laser à plasma (69). 
Problème du vidange du niveau inférieur (70). Lasers à plasma pulsés 
(71). Lasers à plasma utilisant des ioniseurs durs; pile-laser (72). Lasers 
à plasma dynamiques (73). Lasers à plasma chimiques (74). 

Bibliographie. 2 5 4 4 2 Re Ne ae TS DR URLs se Tate 


Chapitre 2 FORMATION DU CHAMP DE RAYONNEMENT DANS UNE 
CAVITÉ LASER; 2 à» 2 4.4 à nes Li à D à à 


$ 2.1. Condition d'amorçage d'’oscillation . . . . . . . . + . . 


Nécessité d'assurer un gain initial excédant le coefficient de pertes (79). 
Gain d’amplification initial pour les transitions laser optiquement per- 
mises et interdites (81). Dépendance du gain initial envers la vitesse de 
pompage (82). Variation du gain initial en fonction de la fréquence (84). 


$ 2.2. Cavité résonnante optique et rayonnement laser (étude pré- 
liminaire) .. .. . . . . . « . RSR ER CE 


Coefficient optimal de pertes utiles (85). Fréquences de résonance (86). 
Modes (types d'oscillations) d’une cavité optique (88). Rôle de la cavi- 
té optique dans le laser (90). Résonateurs passifs et actifs (93). 


$ 2.3. Généralités sur les résonateurs ouverts . . . . . . . . . . 


Impossibilité d'utilisation des résonateurs fermés dans le domaine opti- 
que (96). Coefficient de surtension du résonateur (98). Coefficient de 
surtension du résonateur dü à la transparence du miroir de sortie (100). 


ioration du rendement des lasers à gaz dynamiques (59). 


59 


66 


79 
79 


95 


TABLE DES MATIÈRES 


40 


Coefficient de surtension et modes d’un résonateur ouvert (102). Pertes par 
diffraction. Nombre de Fresnel (102). Principaux paramètre d’un résona- 
teur passif constitué de deux miroirs (sphériques ou plans) (105). Appro- 


ximation géométrique (106). 


$ 2.4. Guides d'ondes à lentilles et résonateurs ouverts (approxima- 
tion de l'optique géométrique) Le MTS du 


Guide d’ondes à lentilles et résonateur ouvert (108). Condition de stabilité 
d'un guide d'ondes à lentilles alternées 09. Résonateurs ouverts sta- 
bles ct instables; diagramme de stabilité (111). Matrice de passage d’un 
rayon lumineux (113). Matrice de passage d’un rayon pour une double 
traversée du résonateur (118). 


$ 2.5. Désaccord d’un résonateur ouvert . . . . . . . . . . . . 


Désalignement d’un élément optique (121). Résonateur à élément opti- 
que désaligné (122). 


$ 2.6. Etude des résonateurs ouverts basée sur la méthode itérative de 
Fox-Li. Résonateurs équivalents . 


Intégrale de diffraction de Kirchhoff-Huyghens (124). Equation intégrale 
de Fox-Li (126). Modes transverses d’un résonateur ouvert (127). Résonateur 
constitué de deux miroirs sphériques (128). Résonateur confocal (131). 
Prise en compte de la valeur de l’ouverture des miroirs du résonateur(132). 
Résonateurs équivalents (135). Résonateur équivalent à un résonateur à 
lentille interne (136). Résonateur à diaphragme (140). 


$ 2.7. Faisceaux gaussiens . . . . . . . . . . . . . . . . . . 


Remarques générales; forme spatiale d’un faisceau gaussien (143). Pro- 

agation d’un faisceau gaussien dans l’espace libre (144). Rayon de cour- 
Eure de la surface équiphase (146). Relations fondamentales reliant les 
paramètres d’un faisceau gaussien (147). Paramètres complexes d’un fais- 
ceau gaussien (148). Faisceau gaussien considéré comme une solution 
de l'équation parabolique (148). Généralisation au cas de modes supé- 
rieurs (149). 


$ 2.8. Transformation et adaptation des faisceaux gaussiens . . . 


Transformation du faisceau gaussien dans l’espace libre (151). Lentille 
considérée comme un correcteur de phase (151). Transformation du fais- 
ceau gaussien dans la lentille (152). Transformation du faisceau gaussien 
dans un système à lentille (154). Loi d'ABCD régissant la transformation 
des faisceaux gaussiens dans des systèmes à lentilles (154). Transforma- 
tion du faisceau gaussien dans un milieu quadratique (157). Adaptation 
des faisceaux gaussiens (158). 


& 2.9. Faisceaux gaussiens dans les résonateurs stables . . . . .. 


Autoreproduction du faisceau gaussien en cas de sa réflexion sur un mi- 
roir sphérique (160). Faisceau gaussien dans un résonateur (cas de gran- 
des ouvertures). (161). Remarques liées à la prise en compte de l'ouver- 
ture des miroirs (164). Déphasage peus un faisceau gaussien et spectre 
de fréquences de résonance (166). Application de la loi d'ABCD à l'étude du 
champ dans un résonateur (167). Indétermination de la caustique d’un 
résonateur confocal à ouvertures illimitées des miroirs (169). Résonateur 
confocal à ouvertures finies des miroirs (171). Résonateur confocal à 
diaphragme (173). 


108 


124 


143 


161) 


404 TABLE DES MATIPRES 


& 2.10. Résonateurs instables  . . . . . . . . . . . . . . .. 


Homocentricité du faisceau sortant d’un résonateur instable (174). Pertes 
à l'intérieur d’un résonateur instable dans l'approximation de l'optique 
géométrique (176). Application de la loi d'ABCD aux résonateurs insta- 
bles (178). Laser à résonateur instable de type télescopique (181). Prise 
en compte de la diffraction sur le bord du miroir; nombre de Fresnel équi- 
valent (183). Avantages des résonateurs instables (185). 


$ 2.11. Principes de la séléction par fréquence . . . . . . . . . 


Différents types de sélection par fréquence (188). Emploi de filtres ab- 
sorbants à large bande et d'éléments de dispersion (189). Remarques gé- 
nérales sur la sélection des modes longitudinaux (190). Méthodes in- 
terférentielles de sélection des modes longitudinaux (191). Résonateurs à 
éléments anisotropes (193). Méthode optique non linéaire de sélection 


par fréquence (195). : 
$ 2.12. Effet de formation de trous. Effet d'entraînement de fré- 
QUENCE 4 de 2 AR dE D re RUE UE dt gr 


Elargissement homogène et inhomogène des raies spectrales (196). Satu- 
ration du gain en cas des élargissements homogène et inhomogène des 
raies ; effet de formation de trous (198). Caractère spécifique de l'étude de la 
saturation du gain dans le cas de l’élargissement inhomogène de la raie 
de la transition (200). Effet d'entraînement de fréquence (200). Effet 
d'entraînement de fréquence dans les cas des élargissements homogène et 
inhomogène (201). 


$ 2.13. Lentille thermique ................ .. 


Effet de lentille thermique (203). Contraintes thermo-élastiques; distor- 
sions thermiques du résonateur (205). Distance focale et plans princi- 
paux d’une lentille thermique (206). Prise en compte de la lentille thermi- 
que dans les systèmes laser (208). 


$ 2.14. Résonateurs à guide d'ondes . . . . . . . . . . . . . . 


Résonateur à guide d'ondes; modes de guide d'ondes (210). Nombre de 
modes dans le guide d’ondes du résonateur (211). Résonateur à guide 
d'onde du type à demi-longueur (212). Avantages des résonateurs à gui- 
des d'ondes (213). 


$ 2.15. Rayonnement optique dans un guide d'ondes en couche min- 
ce. Rétroaction distribuée . . . . . . . . . . . . . . . 


Modes d'’oscillations dans une couche mince (216). Nombre de modes 
dans la couche (219). Répartition du champ pour les modes dans le gui- 
de d'ondes (220). Méthodes utilisées pour l'introduction et l'extraction 
du rayonnement (222). Principe de fonctionnement de l'élément de cou- 
plage prisme-couche (224). Rétroaction distribuée (225). Lasers à rétro- 
action distribuée à couche mince (227). Lasers à couches à structure pé- 
riodique utilisée comme miroirs du résonateur (228). 


Biblioprapiié HSE TCRNNV ee RN SRE RME E ESS 


Chapitre 3. DYNAMIQUE DE L'OSCILLATION LASER . . . . . . . 
$ 3.1. Généralités sur les régimes de fonctionnement des lasers . . 
Causes de l’état non stationnaire de l'oscillation laser (234). Régime 
d’oscillation libre (régime relaxé) (235). Régime d'impulsions géantes à 
modulation active de qualité de la cavité résonnante (régime de « Q-switch » 
ou de « Q-modulation ») (237). Régime d'impulsions géantes à modulation 


196 


203 


210 


229 


TABLE DES MATIÈRES 405 


passive de qualité de la cavité résonnante (240). Régime de synchronisa- 
tion des modes longitudinaux (régime d’impulsions lumineuses ultra- 
courtes) (242). Régime de synchronisation des modes transverses (244). 
Régime de décharge de la cavité résonnante (cavity-dumping) (245). 
Production d’un train SA Laver dans les lasers à pompage en continu 
(247). Utilisation de la rétroaction négative pour l'obtention d’impul- 
sions microseconde (249). 


$ 3.2. Equations approchées pour la description de la dynamique des 
processus dans les lasers (équations du bilan) . . . . . . . 251 


En Free différentielle pour la densité de flux lumineux (251). Equations 
différentielles pour la densité d’inversion de populations (lasers à trois 
et à quatre niveaux) (253). Système complet d'équations du bilan aux dé- 
rivées partielles (254). Equations du bilan moyennées (équations de vi- 
tesse) (255). Equations de Statz et De Mars (257). Comparaison des équa- 
tions de Statz et De Mars et du système d'équations de bilan moyennées 
CSN Valeur de seuil de la densité d’inversion de populations et condition 

’accrochage (261). Forme adimensionnée des équations de Statz et De 
Mars (262). Prise en compte de la contribution de l'émission spontanée 
à l'intensité de champ (263). Dr générales sur la méthode des 
équations du bilan (264). Laser considéré comme un système auto-oscil- 
lant à constantes réparties (265). 


$ 3.3. Régime d’oscillation libre (régime relaxé). Pulsations amor- 
ties régulières de la puissance du rayonnement . . . . .. 267 


Etape précédant l’oscillation (267). Phénomènes transitoires accompagnant 
l'entrée en oscillation (pulsations amorties régulières de la puissance de 
rayonnement) (269). Portrait de phase d’un laser à solide fonctionnant en 
régime relaxeé (273). Mise en évidence de la structure du portrait de pha- 
se d’un laser (275). Analyse des pulsations sur la base des équations du 


bilan (277). Remarques sur le régime d'oscillation libre d’un laser multi- 
mode (278). 


8 3.4. Laser à cavité résonnante non stationnaire. Pulsations non 
amorties de la puissance du rayonnement . . . . . . . . 279 


Equations du bilan pour un laser à coefficient de surtension périodique- 
ment variable de la cavité (279). Pulsations de petite amplitude (282). 
Remarques sur la possibilite de réalisation des pulsations non amorties 
de grande amplitude (283). Modulation périodique de qualité en cas d'un 
mouvement uniforme du plan réfléchissant (283). Modulation périodique 
de qualité de la cavité par suite de l’échauffement de l'élément actif 


He Nature des pulsations non amorties en régime d’oscillation libre 
(285). 


$ 3.5. Modulation active de qualité de la cavité résonnante . . . . 286 


Modulation optomecanique de qualité de la cavité (286). Modulation 
électro-optique de qualité (287). Modulation acousto-optique de qualité 
(290). Caractéristiques comparées des modulations électro-optique et 
acousto-optique de qualité (293). Moduilation des pertes utiles (294). 


$ 3.6. Régime d impulsions géantes pour modulation active de qua- 
lité: de la cavité 3.4 2 5 0e à 24 58 à a Ga 295 


Principales étapes temporelles (295). Equations du bilan. Déclenche- 
ment instantané de qualité (297). Portrait de phase d’un laser à déclen- 
chement instantané de qualité (298). Analyse de l'étape du développe- 
ment linéaire de l'oscillation (300). Caractéristiques énergétiques de 


406 TABLE DES MATIRRES 


l’impulsion géante (301). Durée et forme de l’impulsion géante (303). 
Régime de génération d’impulsions géantes en cas de différents temps de 
déclenchement de qualité (305). Remarques sur le développement de 
l'impulsion dans la direction perpendiculaire à l’axe de la cavité (307). 


$ 3.7. Lasers à filtre saturable . . . . . . . . . . . . . . . . 


Filtre saturable (308). Equation différentielle pour la densité de flux lu- 
mineux moyennée (311). Système complet d'équations du bilan pour un 
laser à filtre saturable (312). Solutions stationnaires du système d'équa- 
tions du bilan (314). Instabilité de l’état stationnaire initial et condi- 
tion d’auto-amorçage d'oscillation dans un laser à filtre saturable (316). 
Excitation douce et dure d’oscillation (317). Stabilité (instabilité) des 
états stationnaires dans le cas de l'excitation douce d'oscillation (319). 
Régime d'’oscillation d’un laser à filtre saturable (320). 


$ 3.8. Régime d'impulsions géantes pour la modulation passive de 
qualité de la cavité résonnante . . . . . . . . . . . . . 


Conditions de réalisation du régime d’impulsions géantes dans un laser à 
filtre saturable (321). Développement d’une impulsion géante dans un la- 
ser à filtre saturable (323). Equations] du bilan; analogie avec le cas du 
déclenchement instantané de qualité (324). Comparaison des régimes 
d'implusions géantes en cas de modulation active et passive de qualite; 
modulation combinée de qualité (326). Sélection naturelle des modes lon- 
gitudinaux dans le cas de la modulation passive (329). 


$ 3.9. Synchronisation des modes longitudinaux (émission d'impul- 
sions lumineuses ultracourtes) . . . . . . . . . . . . . . 


Sens de l'idée de la synchronisation des modes longitudinaux (331). 
Résonateur non sélectif (333). Synchronisation active des modes (334). 
Synchronisation passive des modes (autosynchronisation des modes) 
(335). Synchronisation combinée des modes (337). Procédés de réduction 
du temps de relaxation des filtres saturables (338). Influence de l'autofo- 
calisation de la lumière (338). 


$ 3.10. Mesure de la durée des impulsions lumineuses ultracourtes 


Principales directions du développement des méthodes d'étude de la struc- 
ture des impulsions (340). Méthode utilisant la génération du deuxième 
harmonique (341). Méthode à deux photons (342). Synchronisations des 
modes complète et incomplète et problème de la mesure des intervalles de 
temps (344). Méthode basée sur la mesure de la structure spectrale du si- 
gnal (346). 


$ 3.11. Etude de l’autosynchronisation des modes longitudinaux 
dans un laser à filtre saturable basée sur le concept de fluctua- 
LIONS TES RS NS ND ne RONA US See 


Description qualitative du mécanisme physique (347). Sur la description 
spectrale et temporelle de la synchronisation des modes (350). Profil ini- 
tial de champ de rayonnement (351). Indice de non-linéarité (353). Trans- 
formation du profil de champ par suite de l'interaction du rayonnement 
avec le filtre dans l'étape de l’éclaircissement (354). Sur la possibilité de 
synchronisation des modes dans le cas de la génération du deuxième har- 
monique (355). Conditions d’autosynchronisation complète des modes 
(356). 
& 3.12. Description temporelle de la synchronisation active des mo- 
des longitudinaux dans un laser à raie amplificatrice homo- 


gene. e e e e e e e e e e e e e e e e . ee. 2e ee ee ee + + ee 


308 


321 


340 


347 


TABLE DES MATIERES 


Enoncé du problème ; principales hypothèses (357). Transformation d'une 
impulsion lumineuse par suite de son passage à travers l'élément actif 
et le modulateur (359). Système d'équations différentielles décrivant le 
processus d’établissement du régime de synchronisation des modes (360). 
Remarques sur les synchroniseurs de phase (électro-optiques) et d'ampli- 
tude (acousto-optiques) des modes (363). 


$ 3.13. Dynamique des lasers à pompage en continu . . « « « + + 


Equations de vitesse (364). Charges linéaire et non linéaire quadratique 
du résonateur (366). Puissance de sortie moyenne normée (366). Régime de 
modulation périodique de qualité (avec déclenchement instantané de 
ot (368). Condition de stabilité du régime de modulation périodique 

e qualité (372). Charge linéaire en régime de modulation de qua- 
lité (373). Charge non linéaire quadratique en régime de modulation de 
qualité [59. 68, 139] (375). Régime de « coupure de l'impulsion » (378). 
Régimes de modulation de charge (379). 


Bibliographie PR 


Annexe 1. Polynômes d’Hermite . . . . . . . . . . . . . . . . . 
Annexe 2. Faisceau gaussien dans l’espace libre . . . . . . . . ri 
Annexe 3. nos sphériques stable et instable dans un résonateur insta- 

Die st AR ue ee Ne AT ns Se 
Annexe 4. Matrices de Jones . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 
Annexe 5. Points singuliers d’un système dynamique à deux dimensions 


À 60 LL. A 


407 


364 


À NOS LECTEURS 


Les Editions Mir vous seraient très reconnaissantes de bien 
vouloir leur communiquer votre opinion sur le contenu de ce 
livre, sa traduction et sa présentation, ainsi que toute autre 
suggestion. 
Notre adresse : 
2, Pervy Rijski péréoulok, 
.Moscou, 1-110, U.R.S.S. 


 .rime en Unton Soviétique 


